Description relativiste chirale de la matière  nucléaire incluant des effets de confinement du nucléon by Massot, Élisabeth,
Description relativiste chirale de la matie`re nucle´aire
incluant des effets de confinement du nucle´on
Elisabeth Massot
To cite this version:
Elisabeth Massot. Description relativiste chirale de la matie`re nucle´aire incluant des effets
de confinement du nucle´on. Physique des Hautes Energies - Expe´rience [hep-ex]. Universite´
Claude Bernard - Lyon I, 2009. Franc¸ais. <NNT : 2009LYO10128>. <tel-00442137v2>
HAL Id: tel-00442137
https://tel.archives-ouvertes.fr/tel-00442137v2
Submitted on 1 Feb 2011
HAL is a multi-disciplinary open access
archive for the deposit and dissemination of sci-
entific research documents, whether they are pub-
lished or not. The documents may come from
teaching and research institutions in France or
abroad, or from public or private research centers.
L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
destine´e au de´poˆt et a` la diffusion de documents
scientifiques de niveau recherche, publie´s ou non,
e´manant des e´tablissements d’enseignement et de
recherche franc¸ais ou e´trangers, des laboratoires
publics ou prive´s.
No d’ordre 128 - 2009
The`se
pre´sente´e devant
l’Universite´ Claude Bernard Lyon 1
pour l’obtention du
Diploˆme de Doctorat
Spe´cialite´ : Physique The´orique
(arreˆte´ du 7 aouˆt 2006)
par
E´lisabeth MASSOT
Description relativiste chirale
de la matie`re nucle´aire
incluant des effets de confinement du nucle´on
Soutenue publiquement le 11 septembre 2009
devant la Commission d’Examen
Jury : Mme W. Alberico
M. K. Bennaceur
M. G. Chanfray Directeur de the`se
M. D. Davesne Pre´sident
M. P. Guichon Rapporteur
M. P. Schuck Rapporteur
Description relativiste chirale
de la matie`re nucle´aire
incluant des effets de confinement du nucle´on
iv
Sommaire
Introduction
I Introduction a` la physique nucle´aire relativiste
1 Ge´ne´ralite´s
2 Formalisme
3 Mode`le de Walecka
II The´orie relativiste chirale de la matie`re nucle´aire
4 Mode`le σ
5 Effets du confinement
6 Corre´lations
A De´tails du calcul de l’e´nergie a` l’approximation de Hartree–
Fock
B Proprie´te´s des tenseurs T µν
C Propagateurs de polarisation
v
vi
A` mes parents
viii
A` Patrick
x
Remerciements
J’aimerais remercier en premier lieu mon directeur de the`se le professeur
Guy Chanfray pour la patience dont il a fait preuve pendant plus de trois
ans ainsi que pour la simplicite´ avec laquelle il a e´te´ - ou plutoˆt a essaye´
de ne pas eˆtre - mon chef. Je voudrais e´galement remercier Hubert Hansen
(maˆıtre de confe´rences a` l’IPNL) pour l’enthousiasme et la vaste culture
physique avec lesquels il a re´pondu a` mes nombreuses questions.
Je tiens ensuite a` souligner le travail des membres de mon jury, tout
d’abord les rapporteurs Peter Schuck (directeur de recherche a` l’IPNO) et
Pierre Guichon (inge´nieur CEA), mais e´galement Karim Bennaceur et Dany
Davesne (respectivement maˆıtre de confe´rences et professeur a` l’IPNL), qui
ont eu la patience de lire et corriger le manuscrit. Je remercie e´galement
Wanda Alberico (professeur a` l’universite´ de Turin).
L’IPNL offre un cadre de travail tre`s convivial et scientifiquement enri-
chissant ; je souhaiterais noter ici le travail remarquable de notre directeur,
Bernard Ille, re´ellement au service de la communaute´. J’ai appre´cie´ l’am-
biance agre´able du groupe des doctorants, Cle´ment, Fabien, Silvia, Thomas,
E´milie, Thomas, David, Federica, Thibaut... De manie`re ge´ne´rale je voudrais
remercier chaleureusement tous les membres de l’IPNL pour leur gentillesse
et leur disponibilite´.
De nombreuses personnes ont e´te´ omises dans ces remerciements tre`s
sommaires. Quiconque se reconnaˆıt doit se sentir libre de pallier ici a` mon
manque de reconnaissance en e´crivant lui meˆme, sur cet exemplaire qu’il
tient en main, la preuve de mon ingratitude :
xi
xii
Introduction
L’e´mergence de la physique quantique au de´but du XXe sie`cle a offert
un cadre the´orique aux de´couvertes aux e´chelles atomiques et en dec¸a` qui
avaient lieu a` la meˆme e´poque. Apre`s la mise en e´vidence expe´rimentale du
noyau par Rutherford en 1911 et la de´couverte du neutron par Chadwick en
1932, la physique subatomique a rapidement pris son essor. Il est vite ap-
paru que la force nucle´aire e´tait autrement plus complexe que celles connues
jusque-la`, les forces gravitationnelle et e´lectromagne´tique.
Plusieurs voies se sont alors ouvertes aux physiciens. D’une part, la
physique nucle´aire s’en contente´e pour commencer de formuler les inter-
actions en terme de forces phe´nome´nologiques de plus en plus e´labore´es,
ge´ne´ralement non relativistes, qui permettent aujourd’hui de de´crire avec
pre´cision les e´le´ments de la carte des noyaux et leurs proprie´te´s : rayons,
masses, niveaux d’e´nergie, mais e´galement radioactivite´, modes de vibra-
tions, etc. Les expe´riences d’ions lourds, toujours plus sophistique´es, telles
celles mene´es au GANIL pre`s de Caen, ont permis de mettre en e´vidence des
phe´nome`nes de plus en plus exotiques : disparition de nombres magiques,
halos nucle´aires ou dans un registre voisin la dynamique nucle´aire, de fusion
ou fission par exemple. D’autre part, la physique hadronique et la physique
des particules se sont inte´resse´es aux plus petites distances, avec l’e´tude des
nucle´ons ou plus ge´ne´ralement des hadrons, puis des quarks et de l’interac-
tion forte de´crite par la chromodynamique quantique (QCD). Graˆce a` des
sondes e´lectromagne´tiques comme les e´lectrons, il a e´te´ possible d’expliquer
la structure du nucle´on en terme de partons, assimile´s aux quarks et aux
gluons, vecteurs de l’interaction forte. Comprendre les contributions de ces
diffe´rentes composantes a` la masse, au spin, etc. du nucle´on est un domaine
encore tre`s actif. La description de l’interaction entre quarks, faible aux
courtes distances (liberte´ asymptotique) et forte au-dela` du fermi (confine-
ment), est un enjeu actuel tant des nouvelles expe´riences (plasma de quarks
et gluons au LHC par exemple) que des mode`les the´oriques. Une description
succincte de ces physiques est pre´sente´e dans le premier chapitre qui peut
eˆtre vu comme un de´veloppement de cette introduction.
Malgre´ le succe`s des approches non relativistes pour la physique nucle´aire,
les nucle´ons sont par essence des objets relativistes (l’impulsion de Fermi
dans la matie`re nucle´aire est supe´rieure a` un quart de la masse du nucle´on).
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2Pour tenir compte correctement de la structure du milieu nucle´aire (le spin-
orbite par exemple), il est donc ne´cessaire de se placer dans le cadre de la
the´orie quantique des champs relativiste. Cette approche a de´bute´ de`s les
anne´es 70. Initie´e par Walecka [1], elle consiste a` de´crire les interactions fortes
entre nucle´ons par un lagrangien contenant des e´changes de me´sons. On peut
remarquer que ces e´changes sont naturels en physique hadronique dans la
mesure ou` a` ces e´chelles d’e´nergies, les degre´s de liberte´ sont les hadrons et
non les quarks et les gluons. Les me´sons implique´s ont e´te´ choisis de manie`re
a` reproduire les proprie´te´s de saturation de la matie`re nucle´aire, c’est-a`-dire
de manie`re a` obtenir une compensation entre un terme attractif duˆ au me´son
scalaire sigma et un terme re´pulsif duˆ au me´son vecteur ome´ga. Ce mode`le
de Walecka a ensuite e´te´ affine´ par l’ajout de nouveaux me´sons, notamment
isovecteurs [2]. Il a e´galement e´te´ remarque´ que la prise en compte de termes
non line´aires au potentiel scalaire permettait d’ame´liorer les pre´dictions du
mode`le, mais sans que la valeur des parame`tres introduits ne soit justifie´e a
priori.
Ces the´ories effectives relativistes, bien que partiellement justifie´es par
un me´canisme microscopique, sont toutefois largement de´connecte´es des pro-
prie´te´s sous-jacentes de QCD. Une the´orie effective ne peut tenir compte des
de´tails pre´cis des me´canismes d’interaction entre quarks et gluons. Cepen-
dant, une the´orie hadronique doit pouvoir de´crire un certain nombre de
phe´nome`nes globaux qui interviennent entre basse et haute e´nergie. En par-
ticulier, a` basses tempe´rature et densite´, les quarks sont confine´s dans les
hadrons, mais a` haute tempe´rature ou grande densite´, la matie`re consiste
en une phase de quarks de´confine´s. L’e´tude de la transition constitue un do-
maine de recherche en soi. A` tempe´rature nulle, les nucle´ons sont ge´ne´ralement
traite´s comme ponctuels, mais ils peuvent aussi eˆtre conside´re´s comme un
ensemble de trois quarks, l’interaction e´tant porte´e par un e´change de me´sons
entre quarks : le choix du confinement va alors contraindre le mode`le. On
peut montrer que cela revient a` prendre en compte l’effet de re´arrangement
des quarks confine´s (re´ponse scalaire du nucle´on) en pre´sence du champ
scalaire nucle´aire. Ceci peut alors se reformuler en terme de potentiel sca-
laire tadpole re´pulsif [3]. De ce fait les parame`tres du potentiel scalaire ne
sont plus phe´nome´nologiques. Par ailleurs, QCD posse`de une syme´trie parti-
culie`re, la syme´trie chirale. A` basses tempe´rature et densite´, cette syme´trie
est brise´e a` la fois spontane´ment et explicitement. La brisure spontane´e,
selon le me´canisme de Nambu–Goldstone, conduit a` la pre´sence de bo-
sons de Goldstone, les pions, et a` une valeur non nulle du condensat de
quarks, relie´ a` la constante de de´sinte´gration du pion par la relation de
Gell-Mann–Oakes–Renner (voir e´quation 4.10). La brisure explicite est due
a` la masse des quarks, elle est donc petite a` l’e´chelle hadronique. Cette
syme´trie est restaure´e a` hautes tempe´rature et densite´ ; lorsque seule la
tempe´rature est grande, la restauration semble se faire en meˆme temps que
le de´confinement. Un parame`tre d’ordre de la transition chirale est le conden-
3sat de quarks. La compre´hension de cette restauration est un enjeu aussi bien
the´orique qu’expe´rimental bruˆlant. Il est donc particulie`rement inte´ressant
de construire un mode`le effectif qui tienne compte a` la fois de la syme´trie
chirale et du confinement.
Cette the`se est organise´e en deux parties. La premie`re partie est consacre´e
a` une introduction a` la physique nucle´aire relativiste. Apre`s un survol du
contexte dans le premier chapitre, qui constitue comme il a de´ja` e´te´ dit une
grosse introduction, le deuxie`me chapitre a pour but d’introduire le forma-
lisme ne´cessaire dans le reste de l’ouvrage. En particulier, on y trouvera
une description du champ moyen a` l’approximation de Hartree–Fock, cadre
de la premie`re moitie´ de ce travail de the`se. Afin de raffiner l’approche,
des corre´lations sont ensuite ajoute´es a` l’approximation des anneaux. Le
troisie`me chapitre pre´sente le mode`le de Walecka, base de toutes les the´ories
nucle´aires construites a` partir d’un lagrangien relativiste. La seconde par-
tie est consacre´e a` la mise en place d’un mode`le incluant les effets de la
syme´trie chirale et du confinement. Au chapitre 4 est de´veloppe´ un lagran-
gien chiral s’inspirant du mode`le σ. On verra qu’un tel lagrangien est in-
suffisant pour expliquer les proprie´te´s de la matie`re nucle´aire, en particulier
la saturation. En effet, le terme scalaire trop attractif fait s’effondrer la
matie`re nucle´aire. Ce proble`me sera re´solu au chapitre 5 par l’ajout d’un
terme de confinement via la re´ponse nucle´onique. La valeur du parame`tre
de re´ponse nucle´onique est obtenu a` partir de calculs sur re´seau, c’est-a`-dire
ab initio. Ce chapitre constitue la premie`re moitie´ de ce travail de the`se.
Apre`s la construction du lagrangien et le calcul de l’e´nergie a` l’approxima-
tion Hartree–Fock, on y trouvera les re´sultats qui reproduisent correctement
les proprie´te´s du point de saturation ainsi qu’un certain nombre de proprie´te´s
de la matie`re nucle´aire. Cependant, quelques points restent a` ame´liorer, en
particulier la valeur trop forte de la compressibilite´. Il a donc e´te´ de´cide´
d’inclure des effets au-dela` du champ moyen en ajoutant des excitations
particule-trou via des corre´lations a` l’approximation des anneaux. On trou-
vera le de´veloppement de l’e´nergie de corre´lation ainsi que les re´sultats qui
en de´coulent au dernier chapitre, qui correspond a` la seconde moitie´ de ce
travail.
*
* *
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Premie`re partie
Introduction a` la physique
nucle´aire relativiste
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Chapitre premier
Ge´ne´ralite´s
Les sujets aborde´s dans cette the`se sont a` mi-chemin entre la physique
nucle´aire et la physique hadronique. Afin de comprendre la cohe´rence entre
les diffe´rents sujets et les conse´quences qu’ils peuvent avoir pour notre e´tude,
nous allons commencer par un bref survol de ces physiques.
1.1 Physique nucle´aire
La physique subatomique a de´marre´ avec de nombreuses expe´riences
au de´but du XXe sie`cle. En particulier, en 1909, Geiger et Marsden bom-
barde`rent une mince feuille d’or avec des particules α. Les re´sultats observe´s
conduisirent Rutherford a` postuler en 1911 l’existence de tre`s petits noyaux
atomiques (mode´lisation discre`te) [4], contrairement au mode`le de Thomp-
son jusque-la` largement employe´ qui proposait que la masse des atomes soit
distribue´e dans tout l’atome (mode´lisation continue). Suite a` l’expe´rience de
Chadwick en 1932 [5] mettant en e´vidence le neutron - pre´dit par Rutherford
en 1920 - le noyau apparaˆıt comme un ensemble de nucle´ons, c’est-a`-dire un
ensemble de protons et de neutrons, en interaction a` des e´nergies de l’ordre
de quelques dizaines de MeV.
Aujourd’hui, le mode`le standard de la physique est base´ sur un en-
semble de quatre interactions dont certaines seront ignore´es dans toute
cette the`se. L’interaction gravitationnelle, tout d’abord, est ne´gligeable aux
e´chelles d’e´nergies que nous conside´rons. L’interaction e´lectromagne´tique
concerne les protons et les neutrons (a` travers le facteur de forme e´lectroma-
gne´tique des neutrons) dans les noyaux finis, mais dans le contexte de la
matie`re nucle´aire on omettra cette interaction. L’interaction faible est res-
ponsable de la de´sinte´gration β des noyaux, elle n’apparaˆıtra pas dans la
suite. Enfin, l’interaction forte, de porte´e courte, est cache´e derrie`re la plu-
part des sujets aborde´s dans cette the`se. Cette dernie`re interaction, qui ne
peut eˆtre traite´e par une me´thode perturbative a` basse e´nergie, est mal
connue. Dans le noyau, les e´chelles d’e´nergies sont tre`s faibles devant celles
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de l’interaction forte : l’interaction entre nucle´ons doit eˆtre vue comme un
« re´sidu » de celle cre´ant la masse des nucle´ons.
1.1.1 Mode`le de la goutte liquide
Le mode`le le plus simple de noyau est celui de la goutte liquide ou`, comme
son nom l’indique, les noyaux sont de´crits comme un fluide. En premie`re ap-
proximation, le rayon du noyau, ou de la goutte, est proportionnel a` la racine
cubique du nombre de nucle´ons ou particules r ' r0A1/3 (ou` A est le nombre
de nucle´ons pre´sents). Ceci est assez bien ve´rifie´ expe´rimentalement, sauf
pour les noyaux les plus le´gers. Comme dans une goutte, l’e´nergie de liaison
av d’un nucle´on est inde´pendante du nombre total de nucle´ons. Une premie`re
contribution a` l’e´nergie de liaison totale du noyau est donc Ev = avA.
Cette e´nergie de liaison est valable pour une goutte de matie`re infinie. Dans
une goutte finie, les nucle´ons de surface ne peuvent contribuer de la meˆme
manie`re que les nucle´ons de cœur. On introduit donc une e´nergie de tension
de surface proportionnelle a` celle-ci et contribuant ne´gativement a` l’e´nergie
de liaison : Es = −asA2/3. Les protons e´tant charge´s, il faut rajouter un
terme coulombien re´pulsif, a` savoir −acZ2/A1/3 ou` Z est le nombre de pro-
tons. L’e´nergie obtenue ne pourrait rendre compte de la valle´e de stabilite´.
Or pour l’instant il n’a pas e´te´ fait de diffe´rence entre les protons et les neu-
trons autre que leur charge. De manie`re ge´ne´rale, leurs natures diffe´rentes
conduisent tant dans le potentiel que dans l’e´nergie cine´tique a` un terme
de´pendant de δ = N −Z, N e´tant le nombre de neutrons. Un terme line´aire
conduirait a` un noyau compose´ uniquement d’une des deux espe`ces. On pos-
tule donc une e´nergie proportionelle a` δ2 de la forme Esym = −asymδ2/A qui
permet de reproduire les noyaux stables. Enfin, un terme d’appariement Ep
doit eˆtre rajoute´ ou retranche´ suivant que le noyau est pair-pair ou impair-
impair respectivement. Il est duˆ a` la nature fermionique des nucle´ons. En
re´sume´, l’e´nergie de liaison d’un noyau compose´ de A nucle´ons (Z protons
et N neutrons) peut eˆtre re´sume´e par la formule de Bethe–Weizsa¨cker :
E = avA− asA2/3 − ac Z
2
A1/3
− asym (Z −N)
2
A
± εp. (1.1)
Cette formule phe´nome´nologique reproduit tre`s bien les e´nergies de liaison
des noyaux connus en prenant comme valeurs pour les parame`tres [6, 7] :
av = 15, 96 MeV,
as = 17, 23 MeV,
ac ' 0, 7 MeV,
asym ' 30 MeV. (1.2)
Les the´ories de´veloppe´es dans cette the`se s’attachent a` reproduire ces valeurs
a` partir de mode`les the´oriques plus proches de la the´orie fondamentale des
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interactions. Le traitement des noyaux finis y devient tre`s lourd a` la fois
d’un point de vue analytique et d’un point de vue nume´rique(1).
Dans la suite nous n’e´voquerons que tre`s rapidement le cas des noyaux
pour nous concentrer sur celui de la matie`re infinie. Celle-ci a cependant un
champ d’applications important comme par exemple les e´toiles a` neutrons
dont nous reparlerons a` la fin de cette introduction. Le concept de matie`re
nucle´aire infinie est de´fini par les assertions suivantes :
– comme son nom l’indique, c’est un milieu infini uniforme sans surface ;
– l’interaction coulombienne entre les protons y est ne´glige´e(2) ;
– il n’est pas force´ment ne´cessaire de tenir compte des corre´lations d’ap-
pariement entre les nucle´ons, on les omettra ici ;
– le milieu est invariant par translation, les fonctions d’onde y sont des
ondes planes ;
– sa densite´ a` l’e´quilibre est extrapole´e a` partir de celle a` l’inte´rieur des
gros noyaux, a` savoir ρ0 = 0, 16 fm
−3.
En conse´quence, on s’inte´ressera uniquement dans la partie principale de
cette the`se a` l’e´nergie de volume av et a` l’e´nergie d’asyme´trie asym. En effet,
les e´nergies de surface et d’appariement n’y ont plus de sens et l’e´nergie
coulombienne est ne´glige´e. Lorsqu’on trace l’e´nergie par nucle´on en fonction
de la densite´, la courbe obtenue pre´sente un minimum appele´ point de sa-
turation. Ses coordonne´es doivent eˆtre celles donne´es ci-dessus, c’est-a`-dire
(ρ0,−av).
Cependant, ce mode`le de la goutte liquide n’est pas adapte´ pour expli-
quer et pre´dire les de´tails des spectres d’e´nergie de toute la carte des noyaux
puisqu’il a e´te´ construit pour de´crire l’e´tat fondamental. Une premie`re chose
qu’il n’aborde pas est la plus grande stabilite´ (relative) des noyaux posse´dant
un nombre de protons ou de neutrons e´gal a` 2, 8, 20, 50, 82, 126, dits noyaux
magiques. Ce phe´nome`ne rappelle celui qu’on observe en physique atomique
lorsqu’une couche d’e´lectrons est entie`rement remplie. Il en est de meˆme
en physique nucle´aire : on peut introduire des couches pour les nucle´ons
(mode`le dit « en couche »), mais le potentiel est bien plus sophistique´ qu’un
potentiel de Coulomb. Malgre´ cela, les parties a` 3 (voire 4) corps sont moins
bien connues ; dans tous les cas le cœur dur rend les calculs de´licats. Un
bon test pour un mode`le nucle´aire est la pre´cision avec laquelle il pre´dit
les couches d’un noyau donne´ (en particulier un noyau magique) et leurs
e´nergies respectives.
(1)En particulier, l’approche relativiste choisie complique conside´rablement les calculs.
(2)En re´alite´, le potentiel coulombien est infini et constant dans une matie`re charge´e
infinie uniforme. Le concept de matie`re nucle´aire s’affranchit de cette difficulte´, on peut
s’en convaincre en remarquant que la force de´rivant d’un potentiel constant est nulle. Dans
le cas des e´toiles a` neutrons, un gaz d’e´lectrons libres assurant l’e´lectroneutralite´ de l’e´toile
permet par exemple de se ramener a` la notion de matie`re nucle´aire.
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1.1.2 Approche microscopique
Bien qu’on ne puisse le de´river analytiquement, le point de de´part pour
les approches microscopiques est toujours le potentiel d’interaction nucle´on-
nucle´on dans le vide repre´sente´ figure 1.1. Depuis les anne´es 50, de nom-
Fig. 1.1: Potentiel d’interaction nucle´on-nucle´on dans le vide (figure repro-
duite avec l’aimable autorisation de J. Dobaczewski).
breuses expe´riences de diffusion neutron-proton et proton-proton ont per-
mis de connaˆıtre ce potentiel nucle´on-nucle´on de fac¸on extreˆmement pre´cise.
Divers potentiels a` deux corps, qui sont en ge´ne´ral empiriques, permettent
de le de´crire. Leurs parame`tres sont choisis pour reproduire les donne´es
expe´rimentales comme par exemple celui de Paris, ou plus re´cemment les
potentiels d’Argonne [8]. D’autres, comme celui de Bonn, reproduisent les
donne´es de diffusion mais sont construits a` partir d’une interaction d’e´change
de me´sons. Pour de´crire la matie`re nucle´aire ou` ont lieu des interactions entre
de nombreux nucle´ons, les forces a` trois corps ne peuvent eˆtre ignore´es. Les
potentiels pre´ce´dents doivent donc eˆtre comple´te´s par des forces a` trois corps,
ici encore choisies empiriquement ou a` partir d’e´change de me´sons, princi-
palement de deux pions. Cependant, ces mode`les pe`chent par leur manque
de lien avec la the´orie sous-jacente qui est la chromodynamique quantique
(QCD). Une proprie´te´ essentielle de la QCD qui a une influence sur les
the´ories effectives est la syme´trie chirale (voir le chapitre 4 pour la de´finition
de cette syme´trie), spontane´ment brise´e a` basse tempe´rature et basse den-
site´. Celle-ci peut eˆtre incorpore´e dans les interactions entre nucle´ons par une
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me´thode propose´e par Weinberg [9] et de´veloppe´e dans les anne´es 90 [10],
connue sous le nom de the´orie des champs effective chirale. Cette dernie`re
approche permet en plus de rendre cohe´rentes les descriptions des forces a`
deux et trois corps (voire plus), et de tronquer les calculs a` un ordre donne´,
en ge´ne´ral le quatrie`me (N3LO)[11]. Une autre proprie´te´ essentielle de la
QCD est la liberte´ asymptotique et le confinement. E´tant donne´ que ce
point constitue un e´le´ment essentiel de ce travail de the`se, on y reviendra
de fac¸on plus de´taille´e au paragraphe 1.2.7. Une interaction nue permet de
de´crire un syste`me de quelques nucle´ons avec un calcul ab initio [12]. Bien
que les pre´dictions obtenues soient tre`s bonnes, les limites des moyens infor-
matiques sont rapidement atteintes. Certaines techniques de calcul, comme
la configuration d’interaction, sont utilisables jusqu’a` un nombre de nucle´ons
de l’ordre de 20. Au-dela`, mises a` part de rares exceptions (noyaux double-
ment magiques), le principal proble`me provient des forces a` courte porte´e.
En effet, si on prend la valeur moyenne du potentiel VNN sur l’e´tat fon-
damental choisi comme un de´terminant de Slater note´ |φ0〉 et qu’on inte`gre
sur tout l’espace, l’e´nergie obtenue diverge rapidement aux petites distances.
Pour s’en affranchir, il faut introduire de tre`s fortes corre´lations dans le fon-
damental qui annulent sa fonction d’onde aux petites distances de fac¸on a`
compenser la divergence de VNN . Mais les calculs effectue´s a` partir de fonc-
tions d’onde corre´le´es sont extreˆmement lourds. En supposant par exemple
qu’on sache obtenir la fonction d’onde du 56Fe, ΨFe(r1, · · · , r56), le calcul de
l’e´nergie, E =
∫
dr1 · · · dr56ΨFe(r1, · · · , r56)H(r1, · · · , r56)ΨFe(r1, · · · , r56),
prendrait avec les moyens de calcul actuels un temps supe´rieur a` l’aˆge de
l’univers. Il faut donc partir sur une approche diffe´rente pour les noyaux
moyens et lourds.
1.1.3 The´orie effective phe´nome´nologique
On introduit une interaction effective repre´sente´e par une matrice G dont
la valeur moyenne prise sur |φ0〉 donne les meˆmes re´sultats (pour l’e´nergie,
la densite´, etc.) que l’interaction nue sur le fondamental corre´le´ |ψ0〉 :
〈ψ0|VNN |ψ0〉 = 〈φ0|G|φ0〉. (1.3)
On calcule G en ajustant le braket de droite sur celui de gauche jusqu’a` des
densite´s de l’ordre de la densite´ nucle´aire, ce qui est suffisant.
Les premie`res interactions effectives propose´es, a` la fin des anne´es 60,
e´taient phe´nome´nologiques et non relativistes. Le principe est de de´composer
la force sur un certain nombre d’ope´rateurs (spin, isospin, etc.) et d’ajuster
les coefficients sur des mesures expe´rimentales. Ces forces peuvent eˆtre de
porte´e finie, telle la force de Gogny [13] tre`s employe´e depuis les anne´es
80. Cette approche est naturelle dans la mesure ou` elle mode´lise bien les
moyenne et longue porte´es de l’interaction entre deux nucle´ons. Cependant,
il est bien plus aise´ de travailler avec des forces de porte´e nulle telles les
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forces de Skyrme [14, 15]. La le´gitimite´ de cette approche est faite a poste-
riori en notant que les pre´dictions sont tre`s bonnes et les calculs nettement
plus faciles que dans le cas de porte´e non nulle [16]. Il est possible d’inclure
dans ces forces diffe´rents ingre´dients qui permettent de raffiner le mode`le.
Les premie`res interactions utilise´es sont les forces SIII [17]. On peut citer
e´galement la force Skm∗ qui donne une description plus re´aliste des effets de
surface [18]. Mais ce sont sans conteste les forces de Saclay–Lyon qui sont les
plus utilise´es. Elles ont e´te´ propose´es dans les anne´es 90 par une collabora-
tion entre Saclay et Lyon et sont note´es Slyn [19, 20]. Leur originalite´ tient
au fait qu’elles utilisent l’e´quation d’e´tat de la matie`re nucle´aire de neutrons
pour ajuster les parame`tres. La plus courante d’entre elles (et sur laquelle
sont base´es les autres), la force Sly4, est obtenue a` partir du potentiel
V (r1, r2) = t0(1 + x0Pσ)δ(r)
1
2
t1(1 + x1Pσ)
[
P′2δ(r) + δ(r)P2
]
+t2(1 + x2Pσ)P
′ · δ(r)P
1
6
t3(1 + x3Pσ)[ρ(r)]
σδ(r)
+iW0σ ·
[
P′ × δ(r)P] (1.4)
ou` r = r1 − r2, P = (∇1 − ∇2)/2i et P′ = P∗ agit a` gauche. σ = σ1 +
σ2 et Pσ =
1
2(1 + σ1 · σ2) tiennent compte de la de´pendance en spin. La
premie`re ligne correspond a` un terme central. Les deux lignes suivantes sont
des termes non locaux qui permettent de relier cette force aux proprie´te´s
de porte´e non nulle de l’interaction re´elle. Le terme en t3, x3 de´pend de la
densite´. Enfin, la dernie`re ligne est un terme de spin-orbite.
A` partir du hamiltonien construit graˆce a` ce potentiel, il est possible
de construire une densite´ d’e´nergie ε(ρ) a` l’approximation de Hartree–Fock
(voir le chapitre 2). Elle est lie´e a` l’e´nergie par particule comme dans l’e´quation
(3.22). On trouve pour l’e´nergie par particule dans la matie`re nucle´aire
syme´trique :
E
A
(ρ) =
3
10m
(
3pi2
2
)2/3
ρ2/3+
3
8
t0ρ+
3
80
Θs
(
3pi2
2
)2/3
ρ5/3+
1
16
t3ρ
σ+1 (1.5)
ou` Θs = 3t1 + (5 + 4x2)t2. On s’est place´ comme dans tout le reste de cette
the`se dans le syste`me d’unite´s ou` ~ = c = 1. On peut e´galement calculer la
pression et le module de compressibilite´, de´finis respectivement par
P (ρ) = −∂E
∂V
∣∣∣∣
A
= ρ2
∂EA (ρ)
∂ρ
∣∣∣∣
A
, (1.6)
K∞ = 9
∂P
∂ρ
=
18P
ρ
+ 9ρ2
∂2EA
∂ρ2
. (1.7)
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Ils s’e´crivent donc en fonction des quatre parame`tres t0, Θs, t3 et σ. On e´crit
les trois quantite´s ci-dessus au point de saturation de la matie`re nucle´aire,
ainsi que σ, avec les valeurs
E
A
(ρ0) = −16 MeV, (1.8)
K∞ ' 230 MeV, (1.9)
P (ρ0) = 0, (1.10)
σ =
1
6
. (1.11)
E/A(ρ0) est obtenu par les mode`les de goutte liquide (voir ci-dessus),K∞ est
extrapole´ a` partir des donne´es sur les modes monopolaires (ou de respiration)
des noyaux et P (ρ0) = 0 correspond a` la de´finition du point de saturation.
La dernie`re e´quation est une prescription habituelle permetant d’avoir un
couple raisonnable (K∞,m
∗) ou` m∗ est la masse effective. On a ainsi acce`s
aux quatre premiers parame`tres du hamiltonien.
En utilisant de plus les proprie´te´s de la matie`re nucle´aire asyme´trique et
l’e´nergie d’asyme´trie choisie a` la valeur 32, 5 MeV, on peut fixer un nouveau
parame`tre, Θsym = 3t1x1 − t2(5 + 4x2). L’e´quation d’e´tat de la matie`re de
neutrons est ensuite utilise´e pour fixer trois nouveaux parame`tres, x0, x3
et Θv = t1(2 + x1) + t2(2 + x2). Malgre´ tout, les parame`tres t1, x1, t2, x2
ne sont pas tous connus car ils ne sont fixe´s que par Θs et Θv. On impose
x2 = −1 pour e´viter les proble`mes de matie`re de neutrons ferromagne´tique.
Le reste des parame`tres est fixe´ a` l’aide des proprie´te´s des noyaux finis,
en particulier les rayons de charge et les e´nergies de liaison. Les noyaux sont
choisis doublement magiques pour e´viter les effets de corre´lation complique´s.
Le noyau 16O n’est pas utilise´ dans la mesure ou` il est tre`s petit et ou`
les corre´lations au-dela` du champ moyen sont trop importantes. On e´vite
e´galement 78Ni dont la masse est estime´e par extrapolation mais n’a pas e´te´
mesure´e.
Au final, la parame´trisation des forces de Skyrme obtenue avec ce proto-
cole est appele´e Sly4. On pourrait citer Sly5, 6, 7 qui incorporent notamment
la contribution d’un couplage tenseur entre spin et gradient (elle est nulle
dans les noyaux magiques sature´s en spin) et les corrections du centre de
masse. Les pre´dictions de ces forces, ajuste´es sur des noyaux pre`s de la valle´e
de stabilite´, sont relativement robustes autour de celle-ci.
Les forces de Skyrme sont phe´nome´nologiques dans la mesure ou` elles ne
proviennent pas de processus d’e´change clairement identifie´s. A contrario,
on peut essayer de construire des interactions a` partir d’e´changes de me´sons ;
dans le cas relativiste cette approche a e´te´ initie´e par Walecka (chapitre 3).
Les interactions peuvent e´galement eˆtre contraintes par la pre´sence de QCD
sous-jacent, en particulier par la syme´trie chirale et le confinement. Ce sera
l’objet des chapitres de´veloppe´s dans la seconde partie de cette the`se ; les
de´tails introductifs seront donne´s dans la seconde section de ce chapitre.
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1.1.4 Proble`me a` N-corps
Un proble`me essentiel de la physique nucle´aire qui n’a pas e´te´ de´taille´
jusqu’ici correspond au fait que l’on a affaire a` un syste`me a` N corps,
dont la re´solution ne pourra eˆtre faite directement. L’ide´e de´veloppe´e pour
le re´soudre de fac¸on approche´e est de remplacer le potentiel a` N corps
par un potentiel moyen ressenti par chaque particule. C’est la me´thode
dite du « champ moyen ». On obtient ainsi un syste`me de quasiparti-
cules inde´pendantes comme explique´ dans le chapitre sur le formalisme. Le
proble`me se rame`ne alors a` la construction du potentiel moyen. Dans le cas
d’un atome, il s’agissait du potentiel coulombien en 1/r duˆ au noyau ainsi
que de l’e´crantage par les autres e´lectrons. De manie`re similaire, ici le po-
tentiel est duˆ aux autres nucle´ons : ainsi sa de´termination de´pend-elle des
autres nucle´ons qui eux-meˆmes e´voluent dans ce potentiel. Les me´thodes
d’approximation base´es sur le champ moyen sont donc auto-cohe´rentes, ce
qui constitue une manie`re de choisir le meilleur potentiel moyen de fac¸on
me´thodique. Le champ moyen de´veloppe´ dans cette the`se est base´ sur un
choix de l’e´tat fondamental sous forme d’un de´terminant de Slater, c’est-
a`-dire de particules (ou plutoˆt de quasiparticules) inde´pendantes(3). Cette
description, appele´e champ moyen de Hartree–Fock, est ne´anmoins insuf-
fisante dans le cas des noyaux finis. Pour un noyau magique, la couche de
valence est entie`rement remplie : la premie`re excitation du noyau est a` un ni-
veau d’e´nergie supe´rieure a` ce qu’on peut obtenir avec l’interaction re´siduelle
du champ moyen. Mais dans le cas d’un noyau quelconque, le saut entre le
fondamental et le premier niveau excite´ est ge´ne´ralement faible. Dans ce
cas, les corre´lations entre ces niveaux ne peuvent plus eˆtre ignore´es. Le
plus simple est de les inclure dans la de´finition du fondamental. Le premier
type de corre´lations qu’on introduit sont les corre´lations a` deux corps ou
d’appariement qui couplent deux e´tats de quasiparticules. On obtient ainsi
la the´orie de Hartree–Fock–Bogoliubov (HFB). En ge´ne´ral, on se contente
d’apparier des e´tats qui sont inverses l’un de l’autre par renversement du
temps (par analogie avec la the´orie BCS de la superfluidite´), ce qui simplifie
grandement les e´quations. On peut ajouter aussi des excitations collectives.
La me´thode la plus simple pour ce faire est de chercher l’e´tat d’e´nergie la
plus basse du noyau lorsque celui-ci est place´ dans des champs exte´rieurs, ce
qui revient a` ajouter des contraintes au hamiltonien. Ces champs exte´rieurs
– ou ces contraintes – sont choisis de manie`re a` simuler une de´formation
quelconque : en ge´ne´ral quadrupolaire ou octopulaire. Ceci constitue HFB
(3)Les collisions entre nucle´ons dans le noyau atomique sont fortement inhibe´es par le
principe d’exclusion de Pauli : pour un nucle´on d’e´nergie cine´tique de 10 MeV, le libre
parcours moyen est ainsi de 15 fm [21]. De ce fait, les nucle´ons se heurtent bien plus souvent
a` la paroi nucle´aire qu’a` leurs condisciples. Cette particularite´ permet de conside´rer les
quasiparticules comme inde´pendantes mais se mouvant dans le champ moyen mode´lise´ par
la paroi.
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avec contraintes. On pourrait mentionner qu’il est bien suˆr possible d’aller
plus loin, en introduisant par exemple un couplage entre ces diffe´rentes ex-
citations. Dans le cas de la matie`re nucle´aire, le gap vaut environ 2, 5 MeV a`
densite´ ordinaire [22] : on se contente donc du champ moyen de Hartree–Fock
dans la plus grande partie de cette the`se.
1.1.5 Au-dela` du champ moyen
Les expe´riences a` base de faisceaux d’ions radioactifs, en particulier au
Ganil a` Caen, permettent de connaˆıtre de nombreuses proprie´te´s d’un large
domaine de la carte des noyaux. Ces dernie`res anne´es, plusieurs phe´nome`nes
exotiques ont e´te´ mis en e´vidence, comme par exemple (pour ne pas eˆtre
exhaustif) les halos de neutrons ou la disparition de nombres magiques. De
nouveaux dispositifs, tels SPIRAL 2 au Ganil ou FAIR au GSI a` Darmstadt,
vont bientoˆt permettre de repousser encore les limites d’exploration de la
carte des noyaux.
Les premiers mode`les effectifs de physique nucle´aire ont e´te´ de´veloppe´s
dans le cadre du champ moyen. Cependant, pour de´crire par exemple les
phe´nome`nes exotiques ci-dessus, il est ne´cessaire d’aller au-dela` et de prendre
en compte les corre´lations. Plusieurs pistes ont e´te´ envisage´es. Citons entre
autres la me´thode de la coordonne´e ge´ne´ratrice qui consiste a` construire la
fonction d’onde fondamentale corre´le´e comme une superposition line´aire de
fonctions d’onde de champ moyen.
La me´thode de la fonctionnelle de densite´ est une me´thode tre`s puis-
sante qui permet d’acce´der a` une description unifie´e des proprie´te´s globales,
des excitations nucle´aires et des re´actions. Elle s’applique a` l’ensemble des
noyaux moyens et lourds et est largement utilise´e aujourd’hui. Elle a e´te´
de´veloppe´e a` l’origine en physique du solide pour de´crire les atomes et les
mole´cules (typiquement les re´seaux cristallins) qui constituent eux aussi des
syste`mes a` N-corps. Un tel syste`me est de´crit de manie`re ge´ne´rale par un
hamiltonien
H = T +W + Vext (1.12)
ou` T correspond a` l’e´nergie cine´tique des particules, W a` l’interaction entre
elles et Vext a` un potentiel exte´rieur qui peut eˆtre par exemple un champ
e´lectrique impose´ dans un cristal(4). D’apre`s Hohenberg et Kohn [23], l’e´nergie
peut eˆtre e´crite comme une fonctionnelle de la densite´ a` un corps ρ :
E[ρ] = F [ρ] +
∫
drVext(r)ρ(r). (1.13)
La puissance de cette me´thode tient au fait que les quantite´s qui nous
inte´ressent peuvent eˆtre e´crites en fonction de 3 coordonne´es contre 3N co-
ordonne´es dans les proble`mes a` N corps en ge´ne´ral. F [ρ] ne de´pend que du
(4)En physique nucle´aire, il n’y a pas de potentiel exte´rieur. Ceci constitue une difficulte´
dans laquelle il n’est pas question de rentrer ici.
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type d’interaction conside´re´e et absolument pas du champ exte´rieur. C’est
donc une fonctionnelle universelle qui prend la meˆme forme quel que soit le
syste`me e´tudie´. Elle correspond a` l’e´nergie libre et peut eˆtre de´compose´e sur
une partie cine´tique et une partie d’interaction :
F [ρ] = T [ρ] +W [ρ] = 〈ψ[ρ]|T |ψ[ρ]〉 + 〈ψ[ρ]|W |ψ[ρ]〉. (1.14)
Deux autres proprie´te´s importantes sont lie´es a` celle-ci :
– l’e´tat fondamental |ψ0〉 est une fonctionnelle unique de la densite´ de
particules du fondamental : |ψ0(r1, · · · , rN )〉 = |ψ0[ρ0]〉. En conse´quence,
la valeur moyenne sur le fondamental de n’importe quelle observable
O est une fonctionnelle de ρ0 : O0 ≡ 〈ψ[ρ0]|O|ψ[ρ0]〉 = O[ρ0] ;
– l’e´nergie et la densite´ du fondamental peuvent eˆtre obtenues pour un
potentiel exte´rieur donne´ en minimisant la fonctionnelle d’e´nergie :
E0 = EVext [ρ0] < EVext [ρ].
Bien que le the´ore`me donne l’existence d’une telle fonctionnelle, il ne dit
pas comment construire T ni W . On utilise en physique nucle´aire le sche´ma
de Kohn et Sham [24]. Celui-ci part d’un syste`me auxiliaire constitue´ des N
particules sans interaction soumises a` un potentiel Vs :
H = T + Vs. (1.15)
Le sche´ma stipule qu’il existe un unique potentiel Vs tel que la densite´ du
fondamental du syste`me auxiliaire soit la meˆme que la densite´ du fonda-
mental du syste`me en interaction. Dans ce cas, les fonctions d’onde a` une
particule φi sont solutions de l’e´quation de Kohn-Sham
[Ti(r) + Vs(r]φi = εiφi, (1.16)
ou` l’ope´rateur d’e´nergie cine´tique a` une particule est par exemple Ti =
−∇2/2m. En physique nucle´aire relativiste, on retrouve l’e´quation de Hartree–
Fock (2.17).
La fonctionnelle d’e´nergie, outre le terme cine´tique, est ge´ne´ralement
de´compose´e sur un terme direct, ou de Hartree, et un terme d’e´change qui
contient a priori toutes les corre´lations :
F [ρ] = Ekin[ρ] +EH [ρ] +Exc[ρ]. (1.17)
Les quantite´s ci-dessus peuvent eˆtre construites a` partir des interactions, par
exemple de Skyrme. Si on utilise plutoˆt les interactions pre´sente´es dans cette
the`se, on obtient par exemple pour le mode`le de Walecka a` l’approximation
Hartree (avec les notations utilise´es dans la suite) :
Ekin[ρ] =
∫
dr〈φ0|ψ¯(−iγ ·∇ +MN )ψ|φ0〉, (1.18)
EH [ρ] =
1
2
∫
dr〈φ0|G(0)σ (ψ¯ψ)2|φ0〉+ 〈φ0|G(0)ω (ψ¯ψµψ)2|φ0〉,
(1.19)
1.1. PHYSIQUE NUCLE´AIRE 17
ou` les constantes sont de´duites du mode`le de Walecka : G
(0)
σ = −(gσ/mσ)2
et G
(0)
ω = (gω/mω)
2.
Toute la spe´cificite´ d’une approche particulie`re consiste a` choisir un ni-
veau d’approximation pour Exc. Le plus simple consiste a` ne garder que
le premier ordre, correspondant au syste`me homoge`ne, ou terme de Fock.
Cela revient alors au champ moyen de la section pre´ce´dente. On peut citer
l’approximation de densite´ locale (LDA) ou` Exc est choisi comme :
ELDAxc =
∫
drρ(r)eunifxc (ρ(r)) (1.20)
ou` eunifxc (ρ) est l’e´nergie de corre´lation d’un syste`me uniforme infini de den-
site´ ρ.
Lorsqu’on se limite dans la de´veloppement de Exc aux diagrammes en
anneaux pre´sente´s au chapitre suivant, on peut les resommer en fonction du
terme de Fock. On obtient alors l’approximation dite de la phase ale´atoire
(pour des raisons historiques) ou RPA. On y reviendra plus longuement a`
la section 2.2.
*
* *
Le champ de la physique nucle´aire est bien suˆr plus e´tendu que l’esquisse
qui en a e´te´ faite ici. On pourrait citer par exemple les approches de´pendant
du temps et la dynamique des re´actions nucle´aires. Cependant, ces sujets ne
sont pas du tout aborde´s dans cette the`se consacre´e a` la matie`re nucle´aire
a` l’e´quilibre.
1.1.6 E´toiles a` neutrons
Les e´toiles a` neutrons constituent un bon exemple d’application, ou un
bon test observationnel, pour les mode`les de matie`re nucle´aire.
Les e´toiles a` neutrons sont forme´es a` partir de l’effondrement de super-
novæ. Ce sont donc des objets tre`s denses, dont la densite´ varie de celle du
fer (a` l’exte´rieur) a` plusieurs fois la densite´ nucle´aire (au centre). Les forces
de gravitation vont donc jouer un roˆle pre´ponde´rant ; les e´toiles a` neutrons
sont d’ailleurs les objets les plus compacts que l’on connaisse si on excepte les
trous noirs. Il a e´te´ mesure´ expe´rimentalement que la plupart d’entre elles ont
une masse voisine de 1, 4M [25]. Leurs rayons sont typiquement de l’ordre
de la dizaine de kilome`tres. Elles sont compose´es a` l’exte´rieur d’une e´corce
consistant en un re´seau cristallin d’agre´gats nucle´aires baignant dans un gaz
de neutrons de basse densite´ et d’e´lectrons ultrarelativistes. L’inte´rieur se-
rait compose´ de matie`re nucle´aire en e´quilibre β, contenant une majorite´ de
neutrons avec des protons et des leptons (e´lectrons, muons). Les neutrinos et
antineutrinos produits lors de de´sinte´grations β s’e´chappent vers l’exte´rieur
18 CHAPITRE PREMIER. GE´NE´RALITE´S
de l’e´toile. Cependant, les densite´s e´tant tre`s e´leve´es vers le centre de l’e´toile
(plusieurs fois la densite´ de la matie`re nucle´aire), on peut supposer que des
hadrons plus lourds sont pre´sents, voire une phase de quarks de´confine´s en
supraconductivite´ de couleur (voir le paragraphe 1.2.2 pour plus de de´tails).
En revanche, malgre´ ces proprie´te´s extreˆmes, les e´toiles a` neutrons sont des
objets qui peuvent eˆtre traite´s a` l’approximation de tempe´rature nulle (elle
est en effet infe´rieure a` la tempe´rature de Fermi).
Une e´toile a` neutrons est donc un syste`me en e´quilibre entre les forces
gravitationnelles qui tendent a` la faire s’effondrer et les forces de pression de
la matie`re nucle´aire. Pour la de´crire, il est ne´cessaire de pre´ciser les points
suivants [26] :
– la matie`re nucle´aire est suppose´e eˆtre un fluide a` l’e´quilibre chimique
et a` l’e´quilibre hydrostatique ;
– on choisit pour la loi de gravitation la relativite´ ge´ne´rale ;
– il faut donner une e´quation d’e´tat, c’est-a`-dire la variation de la pres-
sion en fonction de la densite´ nucle´aire.
E´tant donne´ que les champs gravitationnels sont tre`s intenses, la relativite´
ge´ne´rale s’impose. On peut mesurer le caracte`re relativiste d’un objet a` par-
tir de son rayon de Schwarzschild Rsch. A` partir du moment ou` il repre´sente
une fraction non ne´gligeable de son rayon R, l’objet doit eˆtre traite´ a` l’aide
de la relativite´ ge´ne´rale. Les trous noirs, pour lesquels Rsch/R = 1, sont
comple`tement relativistes. Pour les e´toiles a` neutrons, Rsch/R ∼ 0.2, ce qui
est conse´quent. En comparaison, ce rapport est d’environ 10−6 pour le so-
leil. Le mode`le le plus simple est donne´ par une e´toile statique a` syme´trie
sphe´rique. La me´trique engendre´e par l’e´toile est de la forme (avec des no-
tations e´videntes)
ds2 = gαβdx
αdxβ = −e2Φdt2 +
(
1− 2Gm
r
)−2
dr2 + r2(dθ2 + sin2 θdϕ2)
(1.21)
ou` Φ est le potentiel gravitationnel et m(r) est la masse contenue dans une
sphe`re de rayon r autour du centre de l’e´toile. L’e´quation d’e´tat de la matie`re
nucle´aire est obtenue par des mode`les de physique nucle´aire. Celui de Skyrme
a e´te´ largement utilise´, et on propose dans cette the`se une e´quation d’e´tat
de´duite de notre mode`le (voir le paragraphe 5.4.5). Les pre´dictions qu’elle
apporterait concernant les e´toiles a` neutrons constitueraient un bon test du
mode`le. Pour l’e´corce en revanche, il faut inclure des descriptions spe´cifiques,
on peut utiliser par exemple le travail propose´ dans [27].
Une premie`re proprie´te´ des e´toiles a` neutrons qui peut eˆtre e´tudie´e est la
variation de la masse de l’e´toile en fonction du rayon. La courbe obtenue a`
partir d’une e´quation d’e´tat donne´e a typiquement l’allure pre´sente´e figure
1.2. Ces courbes sont parame´tre´es par un parame`tre qui n’apparaˆıt pas sur
le courbe et qui peut eˆtre par exemple la densite´ au centre de l’e´toile. La
partie situe´e a` gauche du maximum corespond a` un domaine de solutions
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Fig. 1.2: Allure de la variation de la masse gravitationnelle d’une e´toile
a` neutrons en fonction de son rayon pour diffe´rentes e´quations
d’e´tat [28].
ou` l’e´toile est instable. Toutes les valeurs du couple (rayon, masse) situe´es a`
droite du maximum sont a priori des valeurs acceptables qui sont fixe´es par
l’histoire de l’e´toile. Le maximum doit eˆtre supe´rieur a` la valeur des plus
grandes masses connues pour les e´toiles a` neutrons.
Le profil de la fraction de protons permet de discuter un deuxie`me point
important, le refroidissement, qui peut constituer lui aussi une contrainte
sur les mode`les d’e´toiles a` neutrons et donc sur les e´quations d’e´tat. Les
me´canismes de refroidissement sont associe´s a` l’e´mission de neutrinos comme
c’est le cas pour le me´canisme de URCA, ge´ne´ralement discute´. Celui-ci
pre´dit une e´mission de neutrinos a` partir de la chaˆıne de re´action suivante :{
p+ e− → n+ ν
n → p+ e− + ν¯. (1.22)
La signature typique de cette re´action est l’e´mission de neutrinos et d’an-
tineutrinos non corre´le´s d’environ 10 a` 20 MeV. Les e´toiles a` neutrons au
centre desquelles a lieu le processus URCA se refroidissent sur des e´chelles
de temps de l’ordre de 10 a` 100 ans ; en l’absence de ce me´canisme l’e´chelle
de temps augmente de plusieurs ordres de grandeur (typiquement 6 ordres).
Ce me´canisme est bloque´ pour des raisons cine´matiques si la fraction en
protons (par rapport a` la densite´ baryonique) est infe´rieure a` 0, 11 (0.148 si
l’e´toile contient e´galement des muons). Il est possible d’estimer la densite´ a`
partir de laquelle la fraction en protons est suffisante ; elle de´pend grande-
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ment de l’e´nergie d’asyme´trie [29]. On note des diffe´rences tre`s importantes
entre les mode`les non relativistes (Skyrme, Gogny) et les mode`les base´s sur
des lagrangiens relativistes, comme dans cette the`se. Cependant, les mesures
expe´rimentales ne permettent pas a` l’heure actuelle de discriminer entre la
pre´sence ou non de ce phe´nome`ne dans les e´toiles a` neutrons.
Enfin, il faut signaler que les e´quations d’e´tat pre´dites au paragraphe
5.4.5 sont peut-eˆtre insuffisantes pour de´crire la matie`re tre`s dense au centre
des e´toiles a` neutrons (bien que les observations actuelles ne permettent pas
d’infirmer que les e´toiles a` neutrons sont compose´es uniquement de matie`re
ordinaire). En effet, les densite´s en jeu sont plusieurs fois celles de la satura-
tion de la matie`re nucle´aire. Dans ce cas, on pourrait inclure comme premie`re
modification des e´quations d’e´tat la contribution de baryons e´tranges, par
exemple comme dans [28]. On pourrait aussi se poser la question d’une tran-
sition de phase vers un e´tat ou` les quarks sont de´confine´s.
1.2 Physique hadronique
1.2.1 Des quarks a` QCD
Suite a` la de´couverte de Chadwick, une foule de particules de la famille
des protons et des neutrons a e´te´ de´couverte expe´rimentalement dans les
anne´es 50. Ils seront appele´s hadrons, d’un mot grec signifiant « fort », car
soumis a` l’interaction forte. En 1932, Heisenberg avait range´ le proton et le
neutron dans un multiplet d’isospin, repre´sentation du groupe SU(2). Au
de´but des anne´es 60, Ne’eman et Gell-Mann ge´ne´ralise`rent inde´pendamment
le travail de Heisenberg en rangeant les hadrons dans des multiplets repre´sen-
tations de SU(3). Le succe`s de cette de´marche a trouve´ une explication en
1964 lorsque Gell-Mann et Zweig propose`rent le mode`le des quarks. Avec
trois saveurs de quarks, note´es u (pour up), d (pour down) et s (pour
strange), on reconstruit la classification issue de SUf (3). Par la suite, les
expe´riences ont mis en e´vidence (seulement en 1994 pour le quark le plus
lourd) un total de six quarks. Les trois quarks les plus lourds ayant une
masse supe´rieure au Gev, ils n’ont que peu d’influence en physique hadro-
nique de basse e´nergie : on les ne´gligera dans la suite. Il a e´te´ de´cide´ ici
d’ignorer e´galement l’effet du quark e´trange, de masse voisine de 150 MeV.
Le mode`le des quarks doit eˆtre comple´te´ par l’ajout de particules corres-
pondant a` l’interaction entre eux. Les champs de quarks sont des spineurs
contenant trois champs de Dirac pour les trois couleurs possibles, ce sont
donc des repre´sentations du groupe de Lie SUc(3). Les vecteurs de la force
forte, lie´e a` la couleur, sont alors les ge´ne´rateurs de SUc(3), au nombre de
huit. On les appelle les gluons.
Les quarks e´tant lie´s dans les hadrons, il faut pour les observer et les
e´tudier disposer de sondes dont la re´solution spatiale est infe´rieure au fermi,
l’e´chelle du nucle´on. L’expe´rience fondamentale pour ces e´tudes est la diffu-
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sion profonde´ment ine´lastique re´alise´e au SLAC (Stanford Linear Accelera-
tor Center) au de´but des anne´es 1970 [30, 31]. Le principe est le meˆme que
celui de l’expe´rience de Rutherford : on envoie un e´lectron sur un nucle´on, et
on observe la diffusion de celui-la`. La figure obtenue de´pend de la structure
du nucle´on, de´crite en terme de partons (introduits par Feynman). Ce sont
eux qui interagissent avec l’e´lectron via l’e´change d’un photon virtuel. Ces
partons sont des objets sans structure qui portent une partie de l’impulsion
du nucle´on. Leurs nombres quantiques (spin, charge, . . . ) seront a posteriori
identifie´s avec ceux des quarks. Les partons sont donc identifiables en par-
tie aux quarks, en partie aux gluons [32]. Les re´sultats de l’expe´rience au
SLAC sont invariants d’e´chelle dans une large gamme d’e´nergie, les partons
peuvent donc eˆtre vus comme des particules quasi-libres a` l’inte´rieur des
hadrons. Lors des expe´riences de diffusion hadronique (a` haute re´solution
c’est-a`-dire a` grand moment de transfert) par exemple, ce sont plutoˆt les
partons qui interagissent. Cependant, l’invariance d’e´chelle n’est pas tou-
jours ve´rifie´e. En particulier, le fait que les quarks ne puissent eˆtre isole´s
montre bien qu’une certaine interaction existe entre eux meˆme au sein des
hadrons.
Les interactions entre quarks et gluons peuvent eˆtre de´crites en termes
d’un lagrangien construit de manie`re a` eˆtre invariant de jauge locale SUc(3).
Le lagrangien de Dirac pour les quarks s’e´crit
L = ψ¯(/∂ −m)ψ (1.23)
ou` m de´signe la masse des quarks et ψ un champ de quarks e´crit comme un
spineur de couleur. Les transformations de jauge correspondent a` une rota-
tion dans l’espace de jauge, c’est-a`-dire ici dans l’espace des couleurs. Cela
revient a` multiplier les spineurs de couleur par une matrice g appartenant a`
SUc(3). Lorsque la jauge est locale, la matrice de´pend de la position, et les
quantite´s pre´sentes dans le lagrangien se transforment selon
ψ(x) −→ g(x)ψ(x) (1.24)
∂µψ(x) −→ g(x)∂µψ(x) + (∂µg(x))ψ(x). (1.25)
Le terme de masse est donc invariant de jauge locale, mais pas le terme
de´rivatif. On le rend invariant en remplac¸ant la de´rive´e simple ∂µ par une
de´rive´e dite covariante Dµ qui peut s’e´crire de manie`re ge´ne´rale en fonction
de vecteurs Aaµ quelconques :
Dµ = ∂µ − igAaµλa (1.26)
ou` les λa sont les ge´ne´rateurs du groupe de couleur. Les Aaµ correspondent
aux champs de gluons. Imposer l’invariance de jauge au terme ψ¯Dµψ revient
transformer Aµ selon
Aµ −→ g(x)
(
Aµ − i
g
∂µ
)
g−1(x). (1.27)
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Finalement, lorsqu’on ajoute un contenu dynamique aux gluons, on obtient
le lagrangien de QCD :
LQCD = −1
2
TrFµνFµν + ψ¯(i/D −m)ψ (1.28)
avec Fµν = [Dµ, Dν ](5). A` partir de ce lagrangien, on peut calculer [32] une
constante de couplage mobile αS qui de´pend de l’e´chelle d’e´nergie µ
2 selon
αS(µ
2) =
1
(11NC−2NF )
12pi ln
µ2
Λ2QCD
(1.29)
Le nombre de couleurs est NC = 3 et le nombre de saveurs est au plus
NF = 6 si bien que 11NC − 2NF > 0. Le parame`tre d’e´chelle de la QCD
est ΛQCD ' 200 MeV. Le comportement de αS est tre`s diffe´rent si on se
place dans un domaine d’e´nergie supe´rieure ou infe´rieure a` 1 Gev ; cette
limite correspond a` une distance de l’ordre du fermi. Aux petites e´chelles
d’e´nergie, c’est a` dire aux distances supe´rieures au fermi qui sont celles de la
physique nucle´aire, la constante de couplage diverge : les quarks sont confine´s
dans les hadrons. αS tend vers ze´ro pour les grandes impulsions, c’est-a`-dire
aux distances tre`s infe´rieures au fermi : les quarks sont libres, ce phe´nome`ne
est appele´ « liberte´ asymptotique » et a fait l’objet du Prix Nobel 2004(6).
Ces proprie´te´s ont e´te´ mises en e´vidence expe´rimentalement comme on peut
le voir sur la figure 1.3. On peut noter que la masse des quarks de´pend elle
aussi de l’e´chelle a` laquelle on se place. Pour les masses donne´es ci-dessus, qui
sont pertinentes dans le cadre de la physique hadronique et de la physique
nucle´aire, on a donne´ la valeur pour une e´chelle de l’ordre de 1 GeV.
Dans le secteur des quarks, la QCD posse`de une syme´trie appele´e chirale
dont les proprie´te´s sont de´taille´es au chapitre 4. Le terme de masse pre´sent
dans le lagrangien brise explicitement la syme´trie chirale car il n’est pas inva-
riant sous ses transformations. La masse des quarks e´tant ne´gligeable devant
les e´chelles hadroniques, cette brisure explicite est tre`s petite. Dans le vide
cependant, la syme´trie est spontane´ment brise´e. Ceci conduit entre autres
a` l’existence d’un condensat de quarks 〈q¯q〉 non nul. Lorsqu’on augmente la
tempe´rature ou la densite´, la valeur absolue du condensat diminue, lorsqu’il
devient nul la syme´trie chirale est restaure´e : le condensat de quarks peut
donc eˆtre choisi comme parame`tre d’ordre de la restauration de la syme´trie
chirale. L’e´tude de cette restauration donne lieu a` de nombreuses recherches
tant expe´rimentales que the´oriques, nous y reviendrons dans les sections
suivantes. Tout mode`le effectif de QCD se doit d’incorporer cette proprie´te´
essentielle, ce sera en particulier le cas dans le corps de cette the`se.
(5)On peut e´galement e´crire Fµν sous une forme moins compacte : Fµν = ∂µAν−∂νAµ +
gfabc[A
b
µ,Aν ]
c ou` fabc sont les constantes de structure du groupe de couleur.
(6)Le Prix Nobel a e´te´ attribue´ a` D. Gross, D. Politzer et F. Wilczeck.
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Fig. 1.3: Variation de la constante de couplage de QCD en fonction de
l’e´chelle d’e´nergie [33].
1.2.2 Diagramme de phases de QCD
De manie`re ge´ne´rale, les proprie´te´s de la matie`re compose´e de quarks
peuvent eˆtre pre´sente´es dans le diagramme de phases repre´sente´ figure 1.4.
Les diffe´rentes parties de la figure correspondent a` des domaines de physique
et des expe´riences extreˆmement varie´s que nous allons brie`vement commen-
ter.
A` basse densite´ mais haute tempe´rature, la matie`re se trouve sous forme
d’un plasma de quarks et de gluons (QGP) suppose´ avoir existe´ dans l’uni-
vers primordial apre`s le big-bang. Lorsqu’on la refroidit, elle se condense sous
forme d’un gaz de hadrons. On suppose qu’entre les deux a lieu non pas une
transition de phase mais plutoˆt un cross-over. Cette transition douce est en-
core mal comprise et donne lieu a` de nombreuses recherches tant du point de
vue the´orique qu’expe´rimental. Les expe´riences, qu’elles soient sur cible fixe
ou frontales, consistent toutes en des collisions proton-proton (pp), proton-
noyau (pA), noyau-noyau (AA) qui permettent de chauffer la matie`re ou de
la rendre tre`s dense. L’expe´rience NA60 qui a eu lieu au CERN et celles qui
ont eu lieu a` RHIC a` Brookhaven ont permis de commencer a` e´tudier la
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Fig. 1.4: Diagramme de phases de la matie`re nucle´aire [34].
transition, mais les expe´riences du LHC et en particulier ALICE (A Large
Hadron Collider Experiment), figure 1.5, devraient permettre de mieux com-
prendre les me´canismes de la transition ainsi que le plasma de quarks et
de gluons. En particulier, la tempe´rature de de´confinement semble co¨ıncider
avec la restauration de la syme´trie chirale dans les simulations sur re´seau. Les
sondes expe´rimentales sont de plusieurs natures. Tout d’abord, les photons a`
grand moment transverse, peu sensibles aux interactions fortes, permettent
d’obtenir des images du syste`me expe´rimental aux diffe´rents moments de la
re´action. Ils interviennent en ge´ne´ral dans des processus de QCD pertur-
bative et sont tre`s utiles pour comparer les diffe´rents syste`mes de re´action
(pp, pA, AA). Ils servent e´galement de re´fe´rence pour les autres sondes [35].
Ensuite, les di-jets, particules e´mises en deux gerbes jaillissant dos a` dos,
sont issus de l’interaction de deux quarks ce qui permet d’e´tudier celle-
ci. A` l’oppose´ de ces processus durs, l’e´tude des dileptons a e´te´ l’une des
premie`res pistes explore´es pour mettre en e´vidence l’existence d’un QGP
au cours de la re´action. Le profil du spectre dans la re´gion de masse du
rho permet d’e´tudier la restauration de la syme´trie chirale [36] tandis que
dans la re´gion des quarks lourds, la suppression du me´son J/ψ (compose´
d’un quark et d’un anti-quark charme´s) peuvent e´galement permettre de
mettre en e´vidence la pre´sence de QGP [37]. D’un point de vue the´orique,
les re´actions de dileptons peuvent eˆtre de´crites en termes de corre´lateurs de
courants e´lectromagne´tiques. Une fac¸on simple de de´crire ces courants est
donne´e par le mode`le de dominance vectorielle (VDM) qui consiste a` e´crire le
courant e´lectromagne´tique comme une somme de courants domine´s chacun
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Fig. 1.5: Photo du de´tecteur ALICE.
par un me´son particulier (ome´ga, rho, etc.) [38]. L’hypothe`se VDM conduit
a` une phe´nome´nologie remarquable [39, 40] et ses pre´dictions serviront a`
fixer une partie des parame`tres de cette the`se (voir la section 5.4).
A` haute densite´ mais basse tempe´rature, on suppose que la matie`re
se trouve sous une phase dite supraconductrice de couleur. On suppose
e´galement que la matie`re pre´sente au coeur des e´toiles a` neutrons (voir sec-
tion 1.1.6) se situe dans cette zone du diagramme. Entre la matie`re a` basse
e´nergie et la phase de de´confinement se trouve une transition de phase qui
semble eˆtre du premier ordre. Au bout de cette ligne de transition de phase,
la se´parant du cross-over, il y a probablement un point critique. L’e´tude
expe´rimentale de la ligne de transition de phase sera mene´e au GSI a` Darm-
stadt dans l’expe´rience FAIR (Facility for Antiproton and Ion Research) qui
de´marrera vers 2015. Le point critique pourrait e´galement eˆtre e´tudie´ en
poussant les expe´riences de RHIC a` basse e´nergie [41].
Enfin, a` basse densite´ et a` tempe´rature nulle, la matie`re se trouve sous
forme de noyaux. Dans la section pre´ce´dente, nous avons de´veloppe´ la notion
de matie`re nucle´aire. C’est bien dans cette partie du diagramme de phases
que se situe le cadre de cette the`se et les proprie´te´s importantes pre´sentes
sur le diagramme influeront sur la physique : le lagrangien sera construit au
chapitre 4 de manie`re a` respecter la syme´trie chirale et nous verrons qu’il
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faudra e´galement adjoindre un terme de´crivant le confinement.
1.2.3 QCD perturbative
La QCD perturbative, une approximation qui correspond en particulier
aux petites distances, aux grandes densite´s ou aux hautes tempe´ratures,
constitue un domaine de physique a` part entie`re dont il ne sera pas ques-
tion dans cette the`se. Cependant, les pre´dictions et expe´riences de cette
physique peuvent mettre des contraintes a` plus basse e´nergie comme c’est
le cas par exemple pour les diffusions profonde´ment ine´lastiques qui per-
mettent d’acce´der aux distributions de partons. Dans les expe´riences de
physique hadronique, de nombreux phe´nome`nes correspondent a` la physique
de QCD perturbative et leur connaissance est ne´cessaire a` la compre´hension
des expe´riences comme on l’a vu au paragraphe pre´ce´dent.
1.2.4 QCD sur re´seau
Lorsque la constante de couplage de QCD devient de l’ordre de 1 ou
qu’elle est supe´rieure a` 1, les me´thodes de QCD perturbative ne peuvent plus
s’appliquer. Une me´thode de calcul ab initio a e´te´ de´veloppe´e nume´riquement.
Elle consiste a` discre´tiser l’espace-temps et a` calculer a` l’aide de supercal-
culateurs les inte´grales pre´sentes dans les quantite´s physiques sur le re´seau
obtenu, d’ou` le nom de QCD sur re´seau.
La me´canique quantique et la the´orie quantique des champs peuvent eˆtre
e´crites dans un formalisme d’inte´grales de chemin [42], formalisme sophis-
tique´ dans les de´tails duquel nous n’entrerons pas ici. Les valeurs moyennes
d’observables, qui sont les quantite´s physiquement inte´ressantes, peuvent
eˆtre e´crites selon
〈O〉 =
∫ DAµDψ¯DψOeiS(Aµ ,ψ¯,ψ)∫ DAµDψ¯DψeiS(Aµ,ψ¯,ψ) (1.30)
ou` S(Aµ, ψ¯, ψ) est l’action. L’inte´grale est fonctionnelle, c’est-a`-dire que les
variables d’inte´gration ne sont pas des points de l’espace-temps mais des
fonctions (de´finies sur l’espace-temps) correspondant aux chemins pouvant
eˆtre emprunte´s par les « particules » Aµ, ψ¯ et ψ. Ces chemins sont les
chemins permis par la cine´matique du proble`me. L’exponentielle de l’action
donne un « poids statistique » a` chacun de ces chemins, le chemin le plus
probable correspondant a` un minimum de l’action(7). Le de´nominateur est
une normalisation.
(7)On peut de manie`re e´quivalente travailler en temps imaginaire, l’inte´grale (1.30)
de´pend alors de exp(−S(Aµ, ψ¯, ψ)). C’est dans ce sens qu’il faut comprendre l’in-
terpre´tation en terme de « poids statistique » ; dans ce cas le chemin le plus probable
est bien celui qui correspond a` un minimum de l’action.
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Si on discre´tise l’espace-temps, on peut conside´rer tous les chemins qui
passent par les noeuds du re´seau, calculer la valeur de l’exponentielle en
chaque noeud et obtenir l’inte´grale. Cependant, la discre´tisation du re´seau
entraˆıne une brisure de la syme´trie de jauge. On va donc introduire une
nouvelle manie`re de re´aliser cette syme´trie au niveau du lagrangien qui sera
plus adapte´e a` la description sur re´seau. On note traditionnellement a le pas
du re´seau qui est petit. Le terme de de´rive´e e´crit sur re´seau devient
ψ¯(x)∂µψ(x)←→ ψ¯(x)ψ(x+ µˆ)− ψ(x)
a
(1.31)
ou` µˆ est le vecteur unitaire (d’un pas de re´seau) dans la direction µ. Le
terme ψ¯(x)ψ(x), comme le terme de masse, est automatiquement invariant
de jauge locale. De meˆme qu’on avait remplace´ la de´rive´e ronde par une
de´rive´e covariante assurant l’invariance de jauge, on va remplacer ψ¯(x)ψ(x+
µˆ) par un terme qui sera invariant :
ψ¯(x)ψ(x + µˆ) −→ ψ¯(x)U(x, x+ µˆ)ψ(x+ µˆ) (1.32)
ou` U(x, x + µˆ) est une matrice se transformant correctement pour que le
terme obtenu soit bien invariant :
U(x, x+ µˆ) −→ g(x)U(x, x + µˆ)g−1(x+ µˆ). (1.33)
On appelle U(x, x+ µˆ) un lien car si ψ¯(x) et ψ(x+ µˆ) vivent sur les noeuds
du re´seau, U(x, x + µˆ) vit sur les liens comme repre´sente´ a` gauche de la
figure 1.6.
x x + µˆ
U(x, x + µˆ)
x x + µˆ
x + µˆ + νˆx + νˆ
Pµν(x)
(a) (b)
Fig. 1.6: Illustration d’un lien du re´seau (a) et d’une plaquette (b).
On peut alors e´tablir que U est relie´ au champ Aµ suivant [43]
U(x, y) = Peig
R y
x
dxµAaµ(x)λ
a
. (1.34)
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On e´crit a` pre´sent l’action en fonction des nouvelles variables, U , ψ¯ et ψ :
SQ =
∑
x
ψ¯(x)Qxy[U ]ψ(y). (1.35)
La partie quarkionique entre les sites m et n peut eˆtre donne´e par exemple
par l’action de Wilson (il en existe d’autres)
Qm,n = mδm,n +
1
2a
∑
µˆ
(γµU(m,m+ µˆ)δm,n−µˆ − γµU(m,m− µˆ)δm,n+µˆ).
(1.36)
La partie de pure jauge est exprime´e en fonction d’une quantite´ Pµν appele´e
plaquette, repre´sente´e sur la partie droite de la figure 1.6 et de´finie par :
Pµν(x) = U(x, x+ µˆ)U(xµˆ, x+ µˆ+ νˆ)U(x+ µˆ+ νˆ, x+ νˆ)U(x+ νˆ, x). L’action
de pure jauge est
Sj =
6
g2
∑
x
∑
µ〈ν
ReTr
1
3
(1− Pµν(x)). (1.37)
On peut rede´finir les valeurs moyennes d’ope´rateurs avec une inte´grale de
chemin de´pendant des nouvelles variables de manie`re analogue a` l’e´quation
(1.30). Par exemple si on veut obtenir le propagateur d’un nucle´on, on cal-
culera [44, 45, 46]
〈Na(x)N¯a(y)〉 = 1
Z
∫
DUDψ¯DψNa(x)N¯a(y)eiβSQCD [U ] (1.38)
ou` SQCD = SQ + Sj et β = 6/g
2. Le nucle´on Na est e´crit en fonction des
champs de quarks de manie`re a` avoir les bons nombres quantiques. Par
exemple pour le proton
Na = ε
ijk(ψiuCγ
5ψjd)(ψu)
k
a. (1.39)
Le calcul de ce propagateur permet apre`s beaucoup de difficulte´s(8) de re-
monter a` la fonction spectrale et a` la masse du nucle´on.
Les calculs sur re´seaux se font en me´trique euclidienne, ce qui revient a`
prendre un temps imaginaire. L’inte´grale de chemin est e´quivalente formel-
lement aux e´quations de la physique statistique, la normalisation, note´e Z,
e´tant l’analogue d’une fonction de partition. β est relie´e a` la constante de
couplage g. Elle est proportionnelle au temps imaginaire β = iτ , mais elle
peut e´galement eˆtre vue comme l’inverse de la tempe´rature. Dans le cas ou`
la dimension temporelle est e´gale ou supe´rieure aux dimensions spatiales, on
peut conside´rer que β est grand et que la tempe´rature est nulle. Pour tra-
vailler a` tempe´rature finie, il faudra que la dimension temporelle soit petite
(8)Il n’est pas question ici d’entrer dans ces difficulte´s qui constituent un domaine de
recherche a` part entie`re.
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devant les dimensions spatiales, en pratique on se contente d’un rapport 4
pour le nombre de pas du re´seau entre les deux dimensions.
Le pas du re´seau doit eˆtre suffisamment petit pour de´crire la physique
a` l’inte´rieur d’un nucle´on, il est typiquement choisi autour de 0, 1 fm. Ceci
permet de supprimer les divergences ultraviolettes en coupant les e´nergies
supe´rieures a` 1/a. Les re´seaux doivent e´galement avoir une taille supe´rieure
a` celle des hadrons soit quelques fermis. Les tailles de re´seaux typiques sont
alors en pratique autour de 24 ou 32 pas dans chaque direction. Par exemple,
pour calculer le propagateur (1.38), la collaboration [45] a utilise´ des re´seaux
de taille 123 × 24, 163 × 32 et 243 × 48, ce qui fait plus d’un demi million
de noeuds pour le troisie`me re´seau. Les calculs ne´cessitent des machines
tre`s puissantes qui ne sont disponibles qu’au sein de grandes collaborations
internationales.
Les simulations de´pendent toutefois de deux parame`tres, la masse des
quarks (on prend pour simplifier les masses de´ge´ne´re´es) et la constante de
couplage. Cependant, on pre´fe`re en ge´ne´ral prendre comme re´fe´rence la
masse des pions de´duite de la simulation. Il est nume´riquement tre`s dif-
ficile de descendre a` des masses de quarks (et donc de pions) physiques. Les
ressources informatiques actuelles permettent de descendre a` des masses du
pion de l’ordre de 250 MeV [47]. On extrapole pour finir les re´sultats a` une
masse du pion physique pour connaˆıtre les re´sultats physiques cherche´s.
Les re´seaux permettent e´galement d’e´tudier la restauration de la syme´trie
chirale. Cependant, il peut eˆtre profitable d’e´tudier ce phe´nome`ne a` l’aide
d’un mode`le effectif qui ne tient pas compte des processus hautement non
perturbatifs d’e´changes de gluons. C’est le cas en particulier du mode`le de
Nambu–Jona-Lasinio qui permet d’illustrer la restauration de la syme´trie
chirale.
1.2.5 Mode`le de Nambu–Jona-Lasinio
La strate´gie pour construire une the´orie effective est base´e sur les deux
remarques suivantes [48]. Premie`rement, la the´orie doit contenir des pro-
prie´te´s d’analyticite´, d’unitarite´, de causalite´, etc. et respecter les syme´tries
de la physique, en particulier ici la covariance de Lorentz et la syme´trie
chirale. Deuxie`mement, on peut remarquer que la plupart des proble`mes de
physique se cantonnent a` un intervalle de longueur (ou d’e´nergie) spe´cifique ;
il n’est pas ne´cessaire d’inclure les effets dynamiques des e´chelles plus pe-
tites. Les degre´s de liberte´ correspondant aux distances infe´rieures seront
« absorbe´s » dans les constantes de couplage de la the´orie effective. Ces
constantes peuvent ensuite eˆtre ajuste´es par exemple sur les donne´es expe´ri-
mentales.
Un mode`le simple de nucle´on est celui d’un nucle´on compose´ na¨ıvement
de trois quarks dits constituants ayant chacun une masse M d’environ un
tiers de celle du nucle´on. Un tel quark constituant peut eˆtre engendre´ par le
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mode`le de Nambu et Jona-Lasinio (mode`le NJL). Un me´canisme de brisure
spontanne´e permet aux quarks constituants d’acquerir leur masse impor-
tante. Propose´ pour le nucle´on a` l’origine, ce mode`le peut eˆtre e´crit pour les
quarks en partant d’un lagrangien non renormalisable
LNJL = q¯ (i/∂ −m) q +GS
[
(q¯q)2 + (q¯iq5~τq)2
]
. (1.40)
Le terme de´pendant de la massem des quarks brise explicitement la syme´trie
chirale, il est cependant petit. Les interactions avec les gluons sont simplifie´es
en une interaction de contact et sont contenues dans la constante de couplage
GS . Le terme d’interaction est choisi de manie`re a` eˆtre invariant chiral. De
plus, pour simuler que seules les configurations de quarks de faible impulsion
sont concerne´es par cette interaction (les grandes impulsions « vivant » dans
le domaine de la liberte´ asymptotique), on introduit une coupure Λ de l’ordre
de ΛQCD. De ce fait, la the´orie est automatiquement re´gularise´e dans l’ultra-
violet.
La masse pre´sente dans le lagrangien de NJL (1.40) est la masse nue
des quarks. Dans la perspective de de´crire le nucle´on en terme de quarks
constituants, on va habiller cette masse nue par un terme de self-e´nergie type
Hartree–Fock ce qui donnera une masse habille´e note´e M . A` tempe´rature et
densite´ baryonique finies, cette masse, qui est le parame`tre variationnel, doit
minimiser le grand potentiel. Ceci conduit a` une e´quation dite du « gap »
par analogie avec la supra-conductivite´ :
M = m+ 4NCGS
∫
p<Λ
d3p
(2pi)3
M
Ep
(1− n(Ep)− n¯(Ep)) . (1.41)
NC est le nombre de couleurs e´gal a` trois. Ep =
√
M2 + p2 est l’e´nergie
des quarks d’e´nergie positive qui sont pre´sents avec le nombre d’occupation
n(Ep). Les e´tats a` e´nergie ne´gative sont pre´sents avec le nombre d’occupation
n(−Ep) = n¯(Ep) − 1. Cette e´quation est formellement e´quivalente a` une
e´quation de Hartree–Fock telle la premie`re du syste`me d’e´quations (2.20).
Dans la limite chirale ou` la masse nue des quarks est nulle, une solu-
tion triviale de cette e´quation est M = 0. Cependant, si la constante de
couplage G1 est suffisamment grande, cette e´quation admet une deuxie`me
solution non nulle qui correspond au minimum de l’e´nergie : la syme´trie
est spontane´ment brise´e. Ce phe´nome`ne a e´te´ introduit par J. Goldstone
et Y. Nambu ; on en reparlera a` la section 4.2. On choisi GS pour que la
valeur non nulle de la masse des quarks constituants se situe autour de 350
MeV soit environ le tiers de la masse du nucle´on. A` tempe´rature nulle et
densite´ finie, l’effet des nombres d’occupation est de re´duire l’inte´grale aux
impulsions supe´rieures a` l’impulsion de fermi pF : il devient e´vident sur l’ex-
pression (1.41) que pour l’impulsion de Fermi proche de la coupure Λ, la
seule solution pour M est ze´ro (on montre que c’est e´galement le cas lorsque
la tempe´rature augmente). La syme´trie chirale est alors restaure´e. On peut
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suivre cette restauration a` l’aide du condensat de quarks qui est simplement
en fonction de la densite´ baryonique :
 q¯q  (ρB) = −2NC
∫ Λ
pF
d3p
(2pi)3
M
Ep
(1− n(Ep)− n¯(Ep)) . (1.42)
On pourrait raffiner ce mode`le en introduisant les pions. Ceci a e´te´ fait
dans le dernier chapitre de cette the`se, mais a` tempe´rature nulle : on pourra
ne´anmoins s’y re´fe´rer pour les me´thodes de calcul.
1.2.6 The´orie hadronique effective
Pour des densite´s ordinaires et des tempe´ratures basses, les degre´s de
liberte´ naturels sont plutoˆt les hadrons que les quarks. On essaie donc de
construire une the´orie hadronique effective avec des nucle´ons comme degre´s
de liberte´ et des interactions porte´es par des me´sons. La phe´nome´nologie
doit nous aider sur ce point a` choisir les interactions ; en pratique dans cette
the`se on se contentera des me´sons non e´tranges les plus le´gers (soit de masse
infe´rieure a` 1 GeV) qui sont le pion, le sigma, le ome´ga et le rho (plus le delta
qui ne jouera pas un grand roˆle). Un mode`le purement phe´nome´nologique,
propose´ par Walecka, est pre´sente´ au chapitre 3 de cette the`se. Il ne constitue
cependant pas vraiment un mode`le effectif dans la mesure ou` il n’est pas relie´
a` des proprie´te´s sous-jacentes de QCD.
Un premier mode`le effectif pourrait eˆtre construit a` partir de NJL en
inte´grant les quarks dans la mer de Dirac. Ceci peut eˆtre fait a` l’aide du
formalisme de l’inte´grale de chemin en introduisant dans la fonction de par-
tition les degre´s de liberte´ effectifs que sont le pion et le sigma :
Z =
∫
Dq¯Dqei
R
d4xLNJL
[DσD~ϕpiδ(σ − q¯q)δ(~ϕpi − q¯iγ5~τq)]
=
∫
DσD~piei
R
d4xLeff (σ,~pi) (1.43)
ou` Leff se trouve eˆtre semblable au lagrangien du mode`le σ-line´aire donne´
a` la section 4.2 [36].
Les champs sigma et pionique pre´sents dans le mode`le σ-line´aire ne sont
toutefois pas les degre´s de liberte´ hadroniques pertinents dans le cadre d’une
the´orie effective de QCD dans la mesure ou` ils ne sont pas le plus directement
associe´s aux fluctuations du condensat autour du minimum du potentiel ef-
fectif. On choisit donc de reparame´trer le lagrangien en fonction d’un champ
S = fpi + s et d’un champ ~pi de´finis par (voir le syste`me d’e´quations (4.20))
σ + i~τ · ~pi = SU = (fpi + s)ei~τ ·
~pi
fpi . (1.44)
Nous venons d’illustrer la me´thode de constructiond’un lagrangien effec-
tif a` partir d’un mode`le particulier simulant QCD. Cela e´tant, il est toujours
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possible de produire une copie de QCD a` basse e´nergie formule´e en terme de
degre´s de liberte´ de pions [49]. Ainsi, les the´ories des perturbations chirales
consistent a` e´crire le lagrangien effectif en fonction de U et de ses de´rive´es
et a` le de´velopper a` un ordre de perturbations donne´, le de´veloppement se
faisant en ppi/Λ et mpi/Λ ou` Λ ∼ 4pifpi repre´sente le fosse´ en masse se´parant
les bosons de Goldstone des autres hadrons. Cependant, le mode radial S
est gele´ a` sa valeur moyenne dans le vide. Or c’est justement ce mode radial
qui est relie´ au condensat de quarks qui permet de de´crire la restauration de
la syme´trie chirale : c’est une des limitations des the´ories des perturbations
chirales. On choisira comme on l’a fait au chapitre 4 de laisser varier le mode
radial.
1.2.7 Effets du confinement
Bien que les the´ories de phe´nome´nologie hadronique constituent un ex-
cellent outil pour traiter de vastes domaines de physique nucle´aire, il est
dommage, dans une the´orie effective de QCD, d’oublier comple`tement le
fait que les nucle´ons sont compose´s de quarks. P. Guichon a donc propose´
un mode`le simple de couplage des me´sons aux quarks (QMC) [50]. Dans ce
mode`le de matie`re nucle´aire, les nucle´ons sont vus comme une assemble´e (ou
sac) de trois quarks et les interactions de la matie`re nucle´aire sont porte´es par
des me´sons sigma et ome´ga e´change´s entre les quarks de diffe´rents nucle´ons.
Avec ce mode`le, il est possible de retrouver les proprie´te´s de saturation de la
matie`re nucle´aire. Ce mode`le a ensuite e´te´ e´tendu avec notamment l’ajout du
me´son rho [51] et l’application aux noyaux finis [52, 53]. En ce qui concerne
le domaine d’e´tude de cette the`se, nous nous bornons comme il a de´ja` e´te´ dit
a` la matie`re nucle´aire. Dans ce cas, l’effet de structure interne du nucle´on
peut se re´sumer a` modifier la constante de couplage du champ scalaire au
nucle´on par des effets de milieu. La masse du nucle´on dans le milieu est alors
de la forme
M∗N (σ) = MN + gσσ +
1
2
κNSσ
2 + · · · (1.45)
Les ordres supe´rieurs en σ ont peu d’effet dans le cadre des the´ories QMC.
Cependant, on tiendra compte d’un terme cubique afin de raffiner un peu le
mode`le, ce terme est donne´ e´quation (5.4). Ce de´veloppement revient bien
a` modifier la constante de couplage selon
gσ → g∗σ(σ) =
∂M∗σ
∂σ
= gσ + κNSσ. (1.46)
La susceptibilite´ scalaire, note´e ici κNS , de´pend de la fac¸on dont on confine
les quarks dans le nucle´on. Dans les mode`les QMC, on choisit ge´ne´ralement le
mode`le du sac. Cette susceptibilite´ de´pend alors du rayon du sac. Dans cette
the`se, on choisit plutoˆt une valeur estime´e a` partir de calculs sur re´seau [54].
La de´termination de κNS est toutefois indirecte. On a vu au paragraphe
1.2.4 que les pre´dictions sur re´seau ne peuvent se faire a` une masse des quarks
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(ou une masse des pions) physique. L’extrapolation chirale, c’est-a`-dire vers
une masse de quarks nulle ou` la syme´trie chirale est re´alise´e, constitue donc
un enjeu important. En particulier, la masse des nucle´ons ne de´pend pas
analytiquement de la masse des quarks (ou de fac¸on e´quivalente de la masse
des pions). L’ide´e de Thomas et al [55] a e´te´ de se´parer la contribution du
nuage de pions, correspondant a` l’e´nergie propre du pion et note´e Σpi(mpi,Λ),
du reste de la masse du nucle´on. La contribution des pions peut eˆtre calcule´e
dans un mode`le chiral avec le parame`tre de coupure ajustable Λ. Le reste
est de´veloppe´ suivant des puissances de m2pi :
MN (m
2
pi) = a0 + a2m
2
pi + a4m
4
pi + Σpi(mpi,Λ). (1.47)
Comme sugge´re´ par Thomas et al, on re´gularise les divergences ultraviolettes
de l’e´quation pre´ce´dente par un cut-off dans l’espace des moments, choisi
ici gaussien. Ce sera e´galement le choix fait dans le dernier chapitre pour
re´gulariser les boucles de pions. Avec cette prescription, les re´seaux pre´disent
a2 ' 1, 5 GeV−1 et a4 ' −0, 5 GeV−3 [55]. On peut remarquer que la faible
valeur de a4 sugge`re que la partie non pionique de la masse des nucle´ons
est presque line´aire avec m2pi, c’est-a`-dire avec la masse des quarks si on
utilise la relation de Gell-Mann–Oakes–Renner (GOR)(9). L’e´quation (1.47)
permet e´galement d’obtenir d’importantes proprie´te´s chirales du nucle´on,
en particulier le terme sigma pion-nucle´on et la susceptibilite´ scalaire du
nucle´on. Les parties non pioniques de ces deux quantite´s sont respectivement
σnonpionN = mq
∂MnonpionN
∂mq
' m2pi
∂MnonpionN
∂m2pi
= a2m
2
pi + 2a4m
4
pi ' 29 MeV
(1.49)
et
χnonpionNS =
∂(σnonpionN /2mq)
∂mq
' 2〈q¯q〉
2
vac
f4pi
∂
∂m2pi
(
σnonpionN
m2pi
)
' 〈q¯q〉
2
vac
f4pi
4a4.
(1.50)
Les premie`res e´galite´s correspondent aux de´finitions, les deuxie`mes a` l’uti-
lisation de la relation GOR et les dernie`res proviennent des analyses sur
re´seau.
Les re´sultats sur re´seau ci-dessus peuvent eˆtre compare´s aux pre´dictions
donne´es par un mode`le chiral construit a` partir de l’e´quation (1.45). La
(9)Cette relation s’e´crit avec des notations e´videntes
m
2
pif
2
pi = −2mq〈q¯q〉. (1.48)
Elle peut eˆtre e´tablie a` partir des proprie´te´s de la charge lie´e au courant axial [38].
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susceptibilite´ scalaire a pour expression [56]
χ
(σ)
NS = −2
〈q¯q〉2vac
f2pi
(
1
m∗2σ
− 1
m2σ
)
1
ρ
= −2〈q¯q〉
2
vac
f2pi
1
m4σ
(
3gS
fpi
− κNS
)
. (1.51)
On peut donc e´crire simplement a4 :
a4 = − a
2
2
2MN
(3− 2C) (1.52)
ou` C = (f 2pi/2MN )κNS est un parame`tre sans dimension. En l’absence de
re´ponse scalaire, un mode`le sigma pre´dit a4 = −3, 4 GeV−3, ce qui est
bien trop grand : l’analyse sur re´seau, bien que pre´sentant des incertitudes,
semble en effet conduire a` une valeur de a4 faible. Pour retrouver la valeur
de a4 donne´e dans [55], il faut prendre C ' 1, 25 qui est une des valeurs
qu’on cherchera a` conserver dans les re´sultats (sections 5.4 et 6.6). L’ef-
fet du confinement est donc de compenser le terme purement scalaire. Une
autre conse´quence des effets du confinement est de limiter l’effondrement
de la masse du champ scalaire (e´crite avec des notations e´videntes dont la
de´finition peut eˆtre retrouve´e dans le corps de l’ouvrage) [57] :
m∗2σ =
∂ε
∂s¯2
' m2σ −
(
3gS
fpi
− κNS
)
ρS . (1.53)
Sans la re´ponse nucle´onique, le terme scalaire diminue conside´rablement la
masse du sigma.
Chapitre 2
Formalisme
Ce chapitre a pour but de mettre en place les outils ne´cessaires a` la
re´solution des proble`mes de physique nucle´aire e´voque´s dans la suite de cette
the`se. Nous nous contenterons d’abord d’expliquer la me´thode d’approxima-
tion sur laquelle se base toute l’e´tude, a` savoir la me´thode de Hartree–Fock.
La notion de propagateur, pre´sente de fac¸on sous-jacente dans les proble`mes
de Hartree–Fock, sera ensuite introduite. Elle permettra de de´velopper le
formalisme au-dela` du champ moyen provenant de Hartree–Fock. Une telle
partie est e´videmment assez dense ; aussi le lecteur novice est-il invite´ a`
commencer par lire la partie sur le mode`le de Walecka qui constitue un bon
exemple d’illustration de la me´thode de Hartree–Fock.
2.1 Champ moyen a` l’approximation de Hartree–
Fock
La quantite´ fondamentale a` calculer est, comme indique´ de´ja` dans l’in-
troduction ge´ne´rale, l’e´nergie de liaison des nucle´ons. C’est elle en effet –
ou, plus pre´cise´ment, le point de saturation – qui fixe les parame`tres et
permet d’en de´duire les autres grandeurs. Les me´thodes de´veloppe´es dans
ce chapitre, a` travers les outils et les approximations propose´s, permettent
d’acce´der a` cette e´nergie de liaison.
2.1.1 Lagrangien d’un syste`me de nucle´ons relativistes
Le cadre de notre e´tude est la matie`re nucle´aire a` tempe´rature nulle.
Celle-ci peut eˆtre de´crite en termes de degre´s de liberte´ fermioniques, par
exemple des quarks ou des nucle´ons. Ces « fermions » seront de´crits par un
spineur note´
ψ = ψα(p)
qui contient tous les indices ne´cessaires : impulsion p, spin, isospin, saveur,
(contenus dans l’indice α) etc. La plupart du temps, ψ de´signera un champ
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de protons ou de neutrons. Ces champs correspondent a` une repre´sentation
possible du multiplet fondamental de SU(2). Une autre repre´sentation est
constitue´e par les quarks u et d, elle ne sera utilise´e qu’au de´but du cha-
pitre 4. La matie`re nucle´aire e´tant, a` l’instar de la mer de Dirac, une mer
de particules remplie jusqu’a` une certaine e´nergie dite de Fermi, le spi-
neur pourra aussi repre´senter un trou dans cette mer de Fermi. Si l’on
se contente d’un syste`me compose´ uniquement de nucle´ons (ou de quarks)
inde´pendants, on obtient un gaz de fermions libres dont la the´orie est am-
plement de´veloppe´e dans les ouvrages de base [58]. Les proprie´te´s des gaz
de fermions a` tempe´rature nulle permettent de de´finir l’e´nergie de Fermi εF .
A` tempe´rature nulle en effet, les fermions sont dans un e´tat d’e´nergie mini-
male. En l’absence du principe d’exclusion de Pauli (comme ce serait le cas
pour des bosons), ils seraient tous dans l’e´tat d’e´nergie minimale. Cepen-
dant, un seul fermion (au spin voire a` l’isospin pre`s) peut se trouver dans
un e´tat donne´, en particulier l’e´tat de plus basse e´nergie pour une particule.
La multiplicite´ de celui-ci de´pend du spin et e´ventuellement de l’isospin.
Une fois que le fondamental est occupe´, on remplit le premier niveau et
ainsi de suite jusqu’a` une e´nergie qui de´pend de la densite´. Si on se´pare les
neutrons des protons, on peut introduire deux e´nergies de Fermi, une pour
chaque saveur. A` chacune correspond une impulsion de Fermi pFN (telle que
εFN =
√
m2 + p2FN) relie´e a` la densite´ par :
ρN =
∫ pFN
0
2d3p
(2pi)3
=
p3FN
3pi2
(2.1)
ou` le facteur 2 correspond au spin et l’indice N de´signe un proton ou un
neutron. Le d3p correspond a` l’inte´gration sur une boule dans l’espace des
impulsions. La densite´ totale est ρ = ρp + ρn.
Le lagrangien correspondant au gaz de fermions libres dans une the´orie
relativiste est un lagrangien de type Dirac libre :
L0 = ψ¯ (i/∂ −M)ψ (2.2)
ou` M est la masse des fermions.
Pour aller plus loin, il faut conside´rer des interactions entre ces « par-
ticules ». Pour tout syste`me de nucle´ons, il existe force´ment une re´pulsion
de cœur dur. Si les forces de re´pulsion sont de porte´e nulle et e´tant donne´
que les particules sont ponctuelles, les termes d’e´nergie correspondant seront
appele´s termes de contact. En re´alite´ les interactions sont porte´es par des
particules. Dans le cadre de QCD, l’interaction est porte´e par les gluons.
Dans les the´ories effectives de´veloppe´es ici, il sera plus pertinent de parler
d’e´change de me´sons, comme par exemple le pion, le ω, le ρ ou le controverse´
me´son sigma. Les vertex d’interaction les plus simples sont de type Yukawa
comme pre´sente´ sur la figure 2.1. Enfin, il faut ajouter un contenu dyna-
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Fig. 2.1: Vertex de type Yukawa.
mique aux particules d’interaction. La forme exacte du lagrangien de´pend
donc du mode`le choisi, dont les chapitres 3 a` 5 de cette the`se constitueront
des exemples.
2.1.2 E´nergie de Hartree–Fock
Du lagrangien on calcule le hamiltonien. L’e´nergie de liaison des nucle´ons
n’est autre que la diffe´rence entre la valeur moyenne du hamiltonien et la
masse des nucle´ons libres :
E −MA = 〈φ0|H|φ0〉〈φ0|φ0〉 −MA (2.3)
ou` A est le nombre de nucle´ons pre´sents dans le syste`me. La valeur moyenne
est prise sur l’e´tat fondamental a` N corps qui sera souvent appele´ vide par
abus de langage. Un premier proble`me re´side dans le choix de l’e´tat fonda-
mental. Celui-ci doit eˆtre suffisamment complexe pour rendre compte de la
physique, mais suffisamment simple pour permettre de mener les calculs a`
bien. Dans le gaz de fermions libres par exemple, on peut de´finir le fonda-
mental par un de´terminant de Slater tel que
|φ0〉 =
∏
α
b†α|−〉 (2.4)
ou` |−〉 est l’e´tat de vide vrai et les b†α cre´ent les particules pre´sentes. Bien
e´videmment, cette description est mal adapte´e a` un syste`me en interaction.
Cependant, la me´thode dite de Hartree–Fock, de´veloppe´e dans les pages
suivantes, permet de s’y ramener.
L’e´nergie de´pend e´galement du hamiltonien, qui est un hamiltonien a`
N corps. Ceci constitue en ge´ne´ral un proble`me non soluble. La me´thode,
inspire´e par exemple de la physique statistique [58], consiste a` remplacer les
interactions subies par chaque « particule » en un potentiel appele´ champ
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moyen :
H =
∑
i
ti +
1
2
∑
i,j 6=i
vij
'
∑
i
ti +
1
2
∑
i
(vmoy)i
ou` ti est l’ope´rateur d’e´nergie cine´tique (ti = p
2
i /2m a` l’approximation non
relativiste). On obtient N hamiltoniens a` un corps, correspondant a` N qua-
siparticules. On peut alors de´composer l’e´quation de Schro¨dinger globale en
N e´quations a` une particule chacune :
hiφi = iφi (2.5)
ou`
hi = ti + (vmoy)i.
φi de´signe la fonction d’onde d’une particule, ou plus ge´ne´ralement celle
d’une quasiparticule. i, valeur propre du hamiltonien hi, est l’e´nergie de la
quasiparticule. On transforme ainsi un proble`me a` N corps en N proble`mes
a` un corps, ce qui donne un syste`me de quasiparticules inde´pendantes.
L’e´quation (2.5) est obtenue en minimisant l’e´nergie (2.3), c’est-a`-dire en
prenant un e´tat fondamental d’essai et en faisant varier cet e´tat : la solu-
tion est celle qui donne l’e´nergie minimale. Comme on le verra, ce type de
me´thode donne des e´quations auto-cohe´rentes.
L’approximation de champ moyen choisie dans cette the`se est comme
de´ja` dit celle de Hartree–Fock qui consiste a` choisir le vide comme un
de´terminant de Slater ou` cette fois-ci les ope´rateurs de cre´ation b†α corres-
pondent aux quasiparticules :
|ϕ0〉 =
∏
α
b†α|−〉 (2.6)
Cette de´finition permet d’obtenir directement la normalisation 〈ϕ0|ϕ0〉 = 1.
Comme pour le cas des particules libres, on peut introduire une e´nergie de
Fermi. A` tempe´rature nulle, les e´tats de quasiparticule d’e´nergie infe´rieure
a` celle de Fermi sont occupe´s, ceux d’e´nergie supe´rieure sont vides. On peut
e´galement introduire la densite´ comme dans l’e´quation (2.1). Dans la suite,
par abus de langage, les quasiparticules pourront eˆtre appele´es particules.
E´tant donne´ qu’on s’inte´resse aux proprie´te´s du fondamental, on travaillera
uniquement avec des nucle´ons, les excitations de ceux-ci (par exemple le ∆)
ou les antinucle´ons seront ignore´s jusqu’au dernier chapitre.
Un spineur de fermion se de´compose sur la base des bα et des d
†
α :
ψ(x) =
∑
α
fα(x)bα + gα(x)d
†
α. (2.7)
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Les dα et d
†
α sont les ope´rateurs d’annihilation et de cre´ation pour les anti-
particules. Les coefficients de ce de´veloppement, ou fonctions d’onde, consti-
tuent les parame`tres variationnels de la me´thode. A` l’approximation de
champ moyen, on ne´gligera dans la suite la contribution des antifermions [2].
Pour fixer les ide´es, on e´crit un hamiltonien d’interaction a` deux corps :
H =
∑
αβ
〈α|T |β〉b†αbβ +
1
2
∑
αβγδ
〈αβ|V |δγ〉b†αb†βbγbδ. (2.8)
Les calculs sont e´crits ici en seconde quantification, ce qui les rend plus
lisibles. Dans les exemples de´veloppe´s plus tard, le formalisme pourra sem-
bler diffe´rent, mettant de nouveaux points de vue en valeur. Cependant, les
calculs sous-jacents seront souvent effectue´s en seconde quantification. Dans
les e´quations Hartree–Fock, il y a bien suˆr d’abord la contribution du terme
cine´tique qui peut eˆtre obtenue a` partir du lagrangien cine´tique (2.2). Le po-
tentiel contient e´galement les termes d’interaction duˆs aux me´sons ainsi que
leurs termes cine´tiques. Ceux-ci seront donne´s explicitement ulte´rieurement ;
cependant ils ne sont pas directement utiles pour le propos de ce chapitre et
on ne les indique donc pas pour l’instant. Lorsqu’on contracte le hamiltonien
ci-dessus sur le vide, les re`gles d’anticommutation des ope´rateurs de cre´ation
et d’annihilation, re´sume´es par le the´ore`me de Wick [22], permettent d’e´crire
la partie cine´tique sous la forme :
〈ϕ0|b†αbβ|ϕ0〉 = 〈−|
∏
i∈F
bib
†
αbβ
∏
j∈F
b†j |−〉 (2.9)
= 〈−|
∏
i∈F
bi(δαβ − bβb†α)
∏
j∈F
b†j |−〉. (2.10)
ou` F de´signe la mer de Fermi. Le δαβ porte sur toutes les valeurs possibles
de α et β. En revanche, dans la deuxie`me partie, l’ope´rateur de cre´ation
b†α ne peut cre´er un fermion que dans un e´tat inoccupe´, c’est-a`-dire hors de
la mer de Fermi. bβ doit ensuite de´truire ce fermion, c’est-a`-dire qu’il faut
α = β. La diffe´rence entre les deux termes se re´duit alors a` :
〈ϕ0|b†αbβ|ϕ0〉 = δ(α,β)∈F . (2.11)
On aurait pu faire directement remarquer que bβ de´truit un fermion de la
mer de Fermi et que par conse´quent b†α le reconstruit. Le terme d’interaction,
quand a` lui, doit eˆtre traite´ de la meˆme manie`re. En utilisant a` nouveau les
re`gles d’anticommutation des ope´rateurs de cre´ation et d’annihilation, on
obtient :
〈ϕ0|b†αb†βbγbδ|ϕ0〉 = δαδδβγ − δαγδβδ (2.12)
ou` les e´tats sont limite´s a` la mer de Fermi. On peut la` encore voir le re´sultat
dans le membre de gauche de (2.12) : les ope´rateurs de destruction bγ et bδ
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de´truisent deux particules diffe´rentes de la mer de Fermi, les deux ope´rateurs
de cre´ation les recre´ent avec deux combinaisons possibles, α = δ et β = γ
ou α = γ et β = δ. Les signes respectifs sont obtenus par les relations
d’anticommutation. Finalement, l’e´nergie se met sous la forme :
E = 〈ϕ0|H|ϕ0〉
=
∑
α∈F
〈α|T |α〉 + 1
2
∑
αβ∈F
〈αβ|V |αβ〉 − 1
2
∑
αβ∈F
〈αβ|V |βα〉.
(2.13)
Le terme contenant 〈αβ|V |αβ〉 est appele´ terme de Hartree et celui conte-
nant 〈αβ|V |βα〉 est appele´ terme de Fock.
2.1.3 Principe variationnel
L’e´nergie est minimale lorsque sa variation par rapport aux parame`tres
variationnels, c’est-a`-dire aux coefficients fα de (2.7), s’annule :
δ
δf¯α

〈ϕ0|H|ϕ0〉 −∑
β
εβ f¯βfβ

 = 0. (2.14)
Le terme en εβ a e´te´ rajoute´ afin de conserver la norme des fonctions fα,
il joue le roˆle d’un parame`tre de Lagrange. Si on se limite au lagrangien
libre, cette minimisation revient a` e´tablir l’e´quation de Dirac libre. En effet,
l’e´nergie cine´tique est :
Ekin =
∑
α
〈α|T |α〉 =
∑
α
f¯α (−iγ ·∇ +M) fα. (2.15)
f¯α « disparaˆıt » lors de la minimisation, et on retrouve bien l’e´quation de
Dirac graˆce au terme de normalisation :
(−iγ ·∇ +M) fα(x) = εαγ0fα(x). (2.16)
Ce dernier parame`tre εα peut eˆtre a posteriori identifie´ avec l’e´nergie a` une
particule. Lorsqu’on tient compte en revanche des termes d’interaction, on
obtient (en omettant les indices par simplicite´) :
(−iγ ·∇ +M + Σ)f(x) = εγ0f(x). (2.17)
Σ contient tout ce qui vient des interactions. On l’appelle l’e´nergie propre
des fermions. Sa pre´sence modifie profonde´ment les proprie´te´s de la matie`re
nucle´aire. Par exemple, la partie scalaire de Σ modifie la masse des nucle´ons
dans le milieu.
Dans le cas ge´ne´ral, cette e´quation est tre`s complique´e. Pour les noyaux
finis par exemple, on peut se limiter aux noyaux sphe´riques comme dans
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[2]. Dans cette the`se, il a e´te´ choisi de ne travailler que dans la matie`re
nucle´aire infinie et non polarise´e ; l’e´quation de Hartree–Fock peut alors eˆtre
grandement simplifie´e. Les fα e´tant des ondes planes, on re´e´crit l’e´quation de
Hartree–Fock en repre´sentation d’impulsion. L’invariance par renversement
du temps et par rotation de l’espace conduisent une a` e´nergie propre telle
que :
Σ = ΣS + γ
0Σ0 +
γ · p
p
ΣV . (2.18)
L’e´quation de Dirac devient :
(γ · p∗ +M∗(p)) u(p, s) = βE∗(p)u(p, s). (2.19)
Les u(p, s) ne sont autres que les transforme´es de Fourier des f(x). Les
grandeurs e´toile´es contiennent l’information pre´sente dans Σ :
M∗(p) = M + ΣS(p)
p∗ = p +
p
p
ΣV (p)
E∗(p) = ε(p)− Σ0(p) =
√
M∗2 + p∗2. (2.20)
L’e´quation (2.20) e´tant formellement identique a` une e´quation de Dirac libre,
on peut imme´diatement en de´duire u(p, s) :
u(p, s) =
√
E∗ +M∗
2E∗
(
1
σ·p∗
E∗+M∗
)
χs. (2.21)
On peut e´galement remarquer que E∗2 = M∗2 + p∗2. Les quasiparticules
se propagent dans le milieu avec une masse qui n’est plus la masse nue des
nucle´ons mais la masse effective M ∗ et avec l’impulsion p∗.
2.2 Propagateurs
Il est inte´ressant de revoir les calculs pre´ce´dents sous forme diagramma-
tique : celle-ci permet d’en comprendre les e´tapes sous un angle nouveau
qui sera particulie`rement utile dans les de´veloppements au-dela` du champ
moyen.
2.2.1 Propagateur de fermion
On associe au lagrangien cine´tique le diagramme (a) de la figure 2.2.
G0ab(x, x
′) est solution de l’e´quation diffe´rentielle :
(i/∂ −M) ◦G0ab(x, x′) = δ(x − x′)δab. (2.22)
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G
0
ab =
b a
x′ x
(a)
(b)
x′ x
Fig. 2.2: Diagrammes associe´s au lagrangien : (a) propagateur libre, (b) ver-
tex d’interaction.
G0 est la fonction de Green de l’e´quation de Dirac. Les indices a et b
de´signent les indices des matrices de Dirac. On peut montrer que la quantite´
de´finie ci-dessous est solution de (2.22) [59] :
iG0ab(x, x
′) = 〈ϕ0|T [ψa(x)ψ¯b(x′)]|ϕ0〉. (2.23)
Dans le cas ou` le vide est un de´terminant de Slater comme propose´ dans
l’e´quation (2.6), 〈ϕ0|ϕ0〉 est e´gal a` un. On l’omettra donc dans la suite
des formules. T de´signe le T -produit qui, rappelons-le, est de´fini par la
fac¸on dont il agit sur deux fonctions du temps : T [ψ1(t)ψ2(t
′)] = θ(t −
t′)ψ1(t)ψ2(t
′)−θ(t′− t)ψ2(t′)ψ1(t) ou` ψ1 et ψ2 repre´sentent des fermions. Le
T -produit apparaˆıt naturellement en repre´sentation d’interaction [22]. G0
cre´e une particule en x′ et la de´truit en x, d’ou` son nom de propagateur et
la fac¸on de le repre´senter diagrammatiquement. On peut aussi e´crire tout
cela en repre´sentation d’impulsion. La transforme´e de Fourier de G0(x, x′)
est solution de l’e´quation :
(/p−M)G0(p) = 1 (2.24)
c’est-a`-dire :
G0(p) =
1
/p−M =
/p+M
p2 −M2 + iη . (2.25)
La forme du poˆle en p2−M2 + iη provient directement de l’introduction du
T -produit. Ce choix permet au propagateur d’eˆtre causal, qu’il corresponde
a` une particule ou une antiparticule. C’est le propagateur de Feynman.
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On peut remarquer que le terme d’e´nergie cine´tique (donne´ e´quation
(2.13)) est tel que α = β ; on le repre´sente par le diagramme en boucle de la
partie (a) de la figure 2.3. Effectuer la minimisation comme dans l’e´quation
(2.15) supprime un des deux fermions, donc la moitie´ de la boucle. Le pro-
pagateur, quand a` lui, « re´tablit » le fermion manquant, mais en oubliant
la prescription α = β. Passer d’un diagramme d’e´nergie a` un diagramme de
propagateur revient a` « ouvrir » une ligne de fermion et l’ouverture est note´e
par la croix. Si on ajoute a` pre´sent les interactions, on de´finit un nouveau
(a) (b) (c)
Fig. 2.3: Diagrammes d’e´nergie : (a) libre, (b) de Hartree, (c) de Fock.
propagateur par l’e´quation de Dirac contenant l’e´nergie propre :
(i/∂ −M − Σ)acGcb(x, x′) = δ(x − x′)δab, (2.26)
soit en repre´sentation d’impulsion :
G−1(p) = /p−M − Σ. (2.27)
Pour repre´senter cette e´quation diagrammatiquement, il faut pre´ciser un peu
la forme de Σ. Le lagrangien d’interaction, de type Yukawa, est repre´sente´
dans la partie (b) de la figure 2.2. Calculer l’e´nergie revient a` imposer α = δ
et β = γ pour le terme de Hartree ou α = δ et β = γ pour celui de Fock. On
obtient les diagrammes pre´sente´s respectivement dans les parties (b) et (c)
de la figure 2.3. Comme dans le cas cine´tique, l’e´quation de minimisation
« ouvre » les diagrammes au niveau d’une croix, on obtient sche´matiquement
la figure 2.4 pour le propagateur contenant les premiers termes de perturba-
tion. On repre´sente traditionnellement en gras le propagateur habille´ afin de
Fig. 2.4: Propagateur de fermion au premier ordre des perturbations.
le diffe´rencier du propagateur libre G0. Celui-ci est repre´sente´ par une ligne
fine comme dans le terme de droite. Une question se pose alors : dans les deux
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termes de droite, les lignes fermioniques doivent-elles eˆtre fines ou e´paisses,
a-t-on le propagateur libre ou total ? Le propagateur de Hartree-Fock est
celui repre´sente´ figure 2.5. On peut le comprendre a` l’aide du raisonnement
na¨ıf suivant. A` l’approximation Hartree–Fock, les quantite´s 〈αβ|V |αβ〉 et
〈αβ|V |βα〉 sont construites a` partir de fermions solutions de l’e´quation de
Dirac avec interaction. Les lignes fermioniques pre´sentes dans l’e´nergie figure
2.3 doivent donc eˆtre e´paisses. La minimisation laisse des lignes e´paisses. Le
calcul du propagateur en revanche contracte 〈ϕ0|ψ¯ avec le re´sultat de la
minimisation, la ligne fermionique ainsi rajoute´e est fine. Pour une the´orie
Fig. 2.5: Propagateur de Hartree–Fock.
ge´ne´rale, on ne se limiterait pas aux deux diagrammes Hartree–Fock. Le pro-
pagateur s’e´crit de manie`re ge´ne´rale comme sur la figure 2.6. Le Σ˜ contient
tous les diagrammes possibles en plus de ceux de Hartree–Fock. On peut
aussi ne factoriser que les diagrammes une particule irre´ductibles (note´ 1PI)
comme sur la deuxie`me ligne de la figure. Cette dernie`re e´quation, appele´e
Σ˜
Σ
Fig. 2.6: Propagateur total factorise´. Sur la premie`re ligne, Σ˜ contient tous
les diagrammes, Σ contient tous les diagrammes 1PI.
e´quation de Dyson, reviendra souvent dans la suite de cette the`se.
2.2.2 Excitations particule-trou
Pour aller au-dela` du champ moyen, on conside`re des excitations des
particules de la mer de Fermi (c’est-a`-dire les e´tats d’e´nergie infe´rieure a`
celle de Fermi). Celle-ci e´tant remplie, la seule possibilite´ pour une particule
d’eˆtre excite´e est d’avoir une e´nergie supe´rieure a` celle de Fermi. Ce faisant,
elle « cre´e » un trou dans la mer, de la meˆme manie`re qu’une antiparti-
cule peut eˆtre vue na¨ıvement comme un trou de la mer de Dirac. On parle
ainsi d’excitation particule-trou. Ces excitations sont cre´e´es par un me´son se
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propageant dans le milieu, elles modifient donc le propagateur des me´sons.
Comme on vient de le faire pour le propagateur des nucle´ons, on e´crit le
propagateur d’un me´son sous forme diagrammatique, il est ainsi plus aise´
de visualiser les diffe´rentes excitations pouvant modifier le propagateur du
me´son. La premie`re partie (a) de la figure 2.7 propose de telles excitations.
La` encore, on peut factoriser les diagrammes une particule irre´ductibles
et obtenir une e´quation de Dyson pour le propagateur de me´son. Dans la
deuxie`me partie (b) de la figure, on propose de limiter les diagrammes a`
ceux contenant uniquement des boucles de fermions inde´pendantes, cette
approximation s’appelle l’approximation des anneaux (ou RPA pour ran-
dom phase approximation) pour des raisons graphiques e´videntes. Dans la
(a)
(b)
Fig. 2.7: Propagateur des me´sons. L’approximation des anneaux, sur la
deuxie`me ligne, ne contient que les diagrammes compose´s unique-
ment de boucles des fermions inde´pendantes.
partie de cette the`se sur les corre´lations, on se limitera a` cette approxima-
tion. La quantite´ fondamentale pre´sente dans ces anneaux est justement la
boucle de fermions qui est calcule´e en e´crivant le corre´lateur a` deux corps
particule-trou :
iΠ0(x, x′) = 〈ϕ0|T [ψ¯a(x)ψa(x)ψ¯b(x′)ψb(x′)|ϕ0〉 (2.28)
iΠ(x, x′) = 〈ψ0|T [ψ¯a(x)ψa(x)ψ¯b(x′)ψb(x′)|ψ0〉. (2.29)
Le corre´lateur libre Π0 est pris sur l’e´tat fondamental Hartree–Fock |ϕ0〉
tandis que le corre´lateur total Π est pris sur un e´tat note´ |ψ0〉 contenant
les boucles. Ce dernier corre´lateur peut eˆtre de´duit du premier de nouveau
graˆce a` une e´quation de Dyson. Le propagateur de me´son pre´sent entre
deux boucles n’e´tant autre que l’interaction entre nucle´ons, note´e V , on en
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de´duit(1) :
Π = Π0 + Π0V Π0 + Π0VΠ0VΠ0 + · · ·
=
Π0
1− VΠ0 . (2.30)
Les diagrammes d’e´nergie sont une ge´ne´ralisation de celui de Fock (figure
2.3). Ils peuvent eˆtre vus comme ceux de la partie (b) de la figure 2.7 qu’on
aurait referme´s sur eux-meˆmes, ils sont donc e´gaux a` VΠ. L’e´nergie associe´e
n’est autre que la somme de ces diagrammes sur toutes les impulsions pos-
sibles :
〈Hint〉 = 3V
∫
idω
(2pi)
dq
(2pi)3
VΠ = 3V
∫
idω
(2pi)
dq
(2pi)3
V Π0
1− VΠ0 . (2.31)
(ω,q) est l’e´nergie-impulsion porte´e par la boucle forme´e en refermant les
diagrammes de la figure 2.7. Cette e´nergie est la valeur moyenne du hamil-
tonien d’interaction (en RPA) sur le vide modifie´ |ψ0〉.
Dans cette the`se, on se limite la plupart du temps a` des e´changes de
me´sons isovecteurs (les contributions des me´sons isoscalaires sigma et ome´ga
se compensent a` peu pre`s, on les ne´glige donc : voir le paragraphe 6.5.2 pour
plus de de´tails). Le facteur trois tient compte des trois degre´s de polarisation
(e´tats) d’isospin des me´sons. Or celle-ci est conserve´e tout au long de la
chaˆıne d’anneaux, le corre´lateur n’en de´pend donc pas. Pour cette raison, il
est aussi appele´ propagateur de polarisation, et c’est ce nom plus habituel
qu’on lui donnera souvent. La multiplicite´ de la polarisation est donc en
facteur global de l’e´nergie, elle est de trois pour les me´sons isovecteurs.
Graphiquement, on peut associer a` chaque ensemble de diagramme de la
figure 2.7 (b) une polarisation, et l’e´nergie est la somme des trois ensembles
de diagrammes, qui contribuent chacun de fac¸on identique.
2.2.3 Calcul de l’e´nergie de corre´lation
L’e´nergie totale de´pend du vide corre´le´. On simplifie le proble`me a` l’aide
de la charging formula qui permet d’exprimer l’e´nergie totale en fonction de
quantite´s calcule´es en champ moyen. Pour cela, on commence par rappeler le
the´ore`me de Feynman–Hellmann [38]. On introduit le hamiltonien H(λ) =
H0 + λHint, un e´tat propre |φ(λ)〉 et l’e´nergie propre associe´e E(λ). Alors,
〈φ(λ)|λHint|φ(λ)〉 = λ∂E(λ)
∂λ
. (2.32)
Il faut pre´ciser dans notre cas ce que sont H0 et Hint. On multiplie chaque
vertex d’interaction par le parame`tre λ. Les termes d’interaction de type
(1)Le re´sultat ci-dessous est donne´ lorsqu’un canal unique intervient dans les e´quations.
Comme on le verra dans le dernier chapitre, il faut en re´alite´ compliquer ce re´sultat lorsque
plusieurs canaux sont pre´sents.
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Yukawa pour un me´son X s’e´crivent de fac¸on ge´ne´rique ψ¯ΓXψX. Ces termes
sont donc multiplie´s par λ dans la proce´dure de calcul. H0 correspond a` la
partie de champ moyen, il permet d’e´crire l’e´quation de champ moyen qui
de´finit le spineur de fermion et son propagateur. Il est commode de le choisir
de manie`re a` ce que le champ moyen soit le plus pre´cis possible, c’est-a`-dire
de prendre pour H0 le hamiltonien de Hartree. Ainsi, E(0) est l’e´nergie de
Hartree (contenant l’e´nergie cine´tique) et E(1) est l’e´nergie totale. E(1) −
E(0) est l’e´nergie d’interaction qui contient les termes de Fock et les termes
de corre´lation(2) . La quantite´∫ 1
0
dλ
〈φ(λ)|λHint|φ(λ)〉
λ
=
∫ 1
0
dλ
∂E(λ)
∂λ
= E −E0 (2.33)
donne alors l’e´nergie de Fock plus celle de corre´lation. On peut remarquer
en quoi la charging formula a facilite´ le calcul : l’e´nergie donne´e a` l’e´quation
(2.31) correspond a` la valeur moyenne du hamiltonien sur le vide corre´le´,
soit 〈ψ0|H0|ψ0〉 + 〈ψ0|Hint|ψ0〉. De manie`re ge´ne´rale, ces termes sont dif-
ficiles a` calculer. Ici, le premier a e´te´ remplace´ par le calcul de E(0), soit
〈ϕ0|H0|ϕ0〉. Comme on le voit paragraphe suivant, le deuxie`me va e´galement
eˆtre remplace´ par un calcul de champ moyen.
〈ψ0(λ)|Hint|ψ0(λ)〉 est l’inte´grale sur (ω, ~q) de VΠ. Les constantes de
couplage e´tant multiplie´es par λ, VΠ est multiplie´ par λ2 (on introduit
indiffe´remment les constantes de couplage du vertex dans l’interaction V ou
dans le corre´lateur Π : e´tant donne´ que le re´sultat ne de´pend que de V Π, ce
choix est purement pratique). L’inte´grant de l’e´nergie est alors simplement :∫ 1
0
dλ
λ
λ2VΠ0
1− λ2VΠ0 = −
1
2
ln(1− VΠ0). (2.34)
On peut remarquer que le seul diagramme a` connaˆıtre pour calculer tous les
anneaux est le plus simple que l’on puisse former lorsque les seuls ingre´dients
sont une boucle de nucle´ons et un propagateur de me´son, c’est-a`-dire ici le
terme de Fock : il correspond bien au premier terme du de´veloppement
du logarithme. Le terme dominant de l’e´nergie de corre´lation est alors du
deuxie`me ordre et est ne´gatif, conforme´ment a` la the´orie des perturbations
au deuxie`me ordre. Cette remarque, valable ici pour le cas le plus simple,
est bien entendu valable e´galement dans les cas plus complique´s rencontre´s
dans la suite de cette the`se. L’e´nergie de corre´lation totale est obtenue apre`s
soustraction du terme de Fock [56] :
Ecorr = −3
2
V
∫
idω
(2pi)
dq
(2pi)3
(
ln(1− V Π0) + VΠ0) . (2.35)
La seule quantite´ a` connaˆıtre pour calculer l’e´nergie de corre´lation est donc
(outre l’interaction V ) le propagateur Π0. Graˆce au the´ore`me de Wick, ce
(2)Le choix du vide |ψ0〉 implique que l’e´nergie est calcule´e a` l’approximation ring. Un
choix de vide plus complexe permettrait d’inclure plus de termes dans E(1).
48 CHAPITRE 2. FORMALISME
propagateur de polarisation peut s’e´crire en fonction du propagateur d’un
nucle´on :
iΠ0(x, x′) = 〈ϕ0|T [ψ¯a(x)ψa(x)ψ¯b(x′)ψb(x′)]|ϕ0〉
= −〈ϕ0|T [ψa(x)ψ¯b(x′)]|ϕ0〉〈ϕ0|T [ψb(x′)ψ¯a(x)]|ϕ0〉
= −iG0ab(x, x′)iG0ba(x′, x)
= Tr(G0(x, x′)G0(x′, x)). (2.36)
Cette expression e´tait pre´visible : la trace provient du fait que la boucle
est referme´e, et elle est constitue´e de deux fermions, une particule qui se
propage de x en x′ et une antiparticule (ou plutoˆt un trou) qui se propage
de x′ en x.
Avant de conclure, on peut noter que les boucles particule-trou sont
couple´es a` des propagateurs de me´sons comme le sugge`re la figure 2.7. Dans
ce cas, on introduit les vertex d’interaction dans la de´finition des propaga-
teurs de polarisation Π et Π0. Pour un couplage vecteur Γµ par exemple, Π0
est
iΠ0µν(x, x′) = 〈ϕ0|T [ψ¯a(x)(Γµ)abψb(x)ψ¯c(x′)(Γν)cdψd(x′)]|ϕ0〉. (2.37)
*
* *
Tous les outils ne´cessaires a` la compre´hension de cette the`se ont e´te´ mis
en place. Diffe´rents mode`les relativistes vont maintenant eˆtre de´crits. Le
premier, important d’un point de vue historique, est le mode`le de Walecka.
Bien qu’il ait e´te´ le premier a` expliquer la saturation de la matie`re nucle´aire,
il est purement phe´nome´nologique. Des mode`les incluant des proprie´te´s de
QCD comme la syme´trie chirale et le confinement seront ensuite de´veloppe´s,
constituant l’essentiel du travail de cette the`se.
Chapitre 3
Mode`le de Walecka
Le premier mode`le relativiste permettant de rendre compte de la satu-
ration de la matie`re nucle´aire est celui propose´ par Walecka en 1974 [1, 48].
Cette saturation est obtenue graˆce a` la combinaison d’un potentiel attractif
duˆ au champ scalaire de la physique nucle´aire et d’un potentiel re´pulsif duˆ
au champ vectoriel du me´son ω se comportant diffe´remment avec la densite´.
Ce mode`le peut eˆtre comple´te´ par la contribution d’autres me´sons qui per-
mettent d’affiner les re´sultats [2]. Historiquement, Walecka a explique´ la sa-
turation a` partir de l’approximation Hartree uniquement, mais en anticipant
sur la suite de ce travail, on se placera dans cette partie a` l’approximation
de Hartree–Fock. On trouvera des de´tails a` l’annexe A.
3.1 Lagrangien
On conside`re deux saveurs de nucle´on, le proton et le neutron. Un nucle´on
est de´crit par un isospineur a` deux composantes : ψ =
(
ψp
ψn
)
. Pour sim-
plifier, on conside`re que les masses du proton et du neutron sont e´gales. Le
lagrangien du champ de nucle´ons libres est, rappelons-le :
Lfermionskin = ψ¯ (i/∂ −M) l12ψ. (3.1)
La matrice identite´ ajoute´e par rapport a` l’e´quation (2.2) agit dans l’es-
pace d’isospin. Elle ne joue aucun roˆle dans le mode`le de Walecka et on
l’omet dans la suite des expressions. En revanche, les couplages isovecto-
riels des chapitres suivants contiendront un terme de´pendant des matrices
d’isospin ~τ qui permettra de diffe´rencier protons et neutrons. Les nucle´ons
interagissent avec les me´sons via des couplages de type Yukawa. Le lagran-
gien d’interaction est alors :
Lint = −gσψ¯σψ − gωψ¯γµωµψ (3.2)
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ou` les gi sont les constantes de couplage des me´sons i e´change´s par les
nucle´ons. Enfin, le lagrangien contient une partie dynamique pour les me´sons :
Lme´sonskin = +
1
2
∂µσ∂
µσ − 1
2
m2σσ
2
−1
4
FµνF
µν +
1
2
m2ωωµω
µ (3.3)
ou` Fµν = ∂µων − ∂νωµ. Les mi sont les masses des me´sons i.
3.2 E´nergie a` l’approximation de Hartree–Fock
Le hamiltonien est obtenu en calculant la transforme´e de Legendre du
lagrangien :
H =
∫
t=0
dx
(
Σipii
∂ϕi
∂t
−L
)
=
∫
t=0
dx
(
ψ¯(−iγ ·∇)ψ)+ ∫ dx[ψ¯(M + gσσ)ψ + 1
2
(
pi2σ + (
~∇σ)2
) ]
+
∫
dx
[
gω ωµ ψ¯γ
µψ
+
1
2
(
(~piω)
2 − m2ω ωµωµ + ~∇ωj · ~∇ωj − (~∇ · ~ω)2
)
− ~piω · ~∇ω0
]
(3.4)
ou` les moments conjugue´s des champs de me´sons sont donne´s par :
piσ = ∂0σ, pijω = F
0j . (3.5)
Pour des raisons qui apparaˆıtront dans la section suivante, la partie d’inter-
action du sigma est rattache´e a` l’e´nergie de masse des nucle´ons. A` l’approxi-
mation statique, permise car les effets de retard sont petits [60], les champs
de me´sons deviennent :
piσ = 0, ~piω = ~∇ω0 (3.6)
et le hamiltonien :
H =
∫
t=0
dxψ¯ (−iγ ·∇)ψ
+
∫
dx,
[
ψ¯(M + gσσ)ψ +
1
2
(~∇σ)2
]
+
∫
dx
[
gω ωµ ψ¯γ
µψ
−1
2
(
m2ω ω
µωµ + ~∇ωµ · ~∇ωµ + (~∇ · ~ω)2
) ]
.
(3.7)
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Afin de diffe´rentier l’e´nergie par rapport aux degre´s de liberte´ fermioniques, il
faut connaˆıtre la de´pendance des champs de me´sons en ces degre´s de liberte´.
Pour cela, on e´crit l’e´quation du mouvement des me´sons. Les e´quations
d’Euler–Lagrange applique´es au lagrangien total (e´quations 3.1, 3.2 et 3.3)
permettent d’e´crire : (
 +m2σ
)
σ = −gσψ¯ψ(
 +m2ω
)
ωµ = gωψ¯γ
µψ (3.8)
qui deviennent a` l’approximation statique :(−∆ +m2σ)σ = −gσψ¯ψ (3.9)(−∆ +m2ω)ωµ = gωψ¯γµψ. (3.10)
Les champs de me´sons peuvent alors eˆtre simplement exprime´s en fonction
des champs de nucle´ons :
σ(x) = −gσ
∫
d4x′Dσ(x− x′)ψ¯ψ(x′) (3.11)
ωµ(x) = gω
∫
d4x′Dω(x− x′)ψ¯γµψ(x′) (3.12)
ou` le propagateur d’un me´son X est solution d’une e´quation du type :(−∆ +m2X)DX(x,x′) = δ(x − x′) (3.13)
et dans le cas ou` la masse du me´son ne de´pend pas de la position comme
c’est le cas ici, il a pour simple expression :
DX(x− x′) =
∫
dq
(2pi)3
eiq·(x−x
′)
q2 +m2σ
. (3.14)
On exprime alors le hamiltonien en fonction des seuls degre´s de liberte´ fer-
mioniques :
H =
∫
t=0
dxψ¯(−iγ ·∇ +M)ψ
−g
2
σ
2
∫
dxdx′ψ¯(x)ψ¯(x′)Dσ(x− x′)ψ(x′)ψ(x)
+
g2ω
2
∫
dxdx′ψ¯(x)ψ¯(x′)Dω(x− x′)γµ(1)γµ(2)ψ(x′)ψ(x)
=
∑
αβ
∫
t=0
dx
(
f¯α(−iγ ·∇ +M)fβ
)
b†αbβ
−g
2
σ
2
∑
αβγδ
∫
dxdx′f¯α(x)f¯β(x
′)Dσ(x− x′)fγ(x′)fδ(x)b†αb†βbγbδ
+
g2ω
2
∑
αβγδ
∫
dxdx′f¯α(x)f¯β(x
′)Dω(x− x′)γµ(1)γµ(2)fγ(x′)fδ(x)b†αb†βbγbδ.
(3.15)
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On a de´compose´ les fermions sur une base de spineurs comme propose´ dans
l’e´quation (2.7). Les indices α, β, γ et δ tiennent compte du spin (±1/2) et
de l’isospin (proton ou neutron) des quasiparticules. Les indices (1) et (2)
dans le terme du ome´ga sont la` pour rappeler que chaque matrice γµ est
contracte´e entre deux spineurs, le premier jeu de spineurs de´pendant de x,
le deuxie`me de x′. L’expression propose´e ici est e´crite dans l’ordre normal
qui intervient naturellement lorsqu’on contracte le hamiltonien sur le vide et
qu’on applique le the´ore`me de Wick. Ce hamiltonien, formellement identique
a` celui de l’e´quation (2.8), conduit a` l’e´nergie :
Ekin =
∑
α∈F
∫
t=0
dx
(
f¯α(−iγ ·∇ +M)fα
)
,
EHartree = −g
2
σ
2
∑
α,β∈F
∫
dxdx′f¯α(x)fα(x)Dσ(x− x′)f¯β(x′)fβ(x′)
+
g2ω
2
∑
α,β∈F
∫
dxdx′f¯α(x)γµfα(x)Dω(x− x′)f¯β(x′)γµfβ(x′),
EFock =
g2σ
2
∑
α,β∈F
∫
dxdx′f¯α(x)fβ(x)Dσ(x− x′)f¯β(x′)fα(x′)
−g
2
ω
2
∑
α,β∈F
∫
dxdx′f¯α(x)γµfβ(x)Dω(x− x′)f¯β(x′)γµfα(x′).
(3.16)
3.3 Mode`le de Walecka dans la matie`re nucle´aire
La me´thode Hartree–Fock peut eˆtre applique´e comme dans le chapitre
2. Ici encore, on se place dans la matie`re infinie ou` les spineurs fα sont des
ondes planes :
fα(x) =
∑
pα
uα(pα)√
V
eipαx. (3.17)
Toutes les quantite´s sont alors exprime´es simplement en repre´sentation d’im-
pulsion. L’indice α tient compte du spin et de l’isospin tandis que les ope´ra-
teurs de cre´ation et d’annihilation cre´ent et de´truisent des quasiparticules
d’impulsion, de spin et d’isospin donne´s. Les inte´grations sur x et x′ sont
tre`s simples. Pour les termes cine´tique, de Hartree et de Fock, elles s’e´crivent
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respectivement ∫
dxe−ipα·xeipα·x = V (3.18)∫
dxdx′e−ipα·xeipα·xeiq·(x−x
′)e−ipβ ·x
′
eipβ ·x
′
= V 2δq,0 (3.19)∫
dxdx′e−ipα·xeipβ ·xeiq·(x−x
′)e−ipβ ·x
′
eipα·x
′
= V 2δq,pα−pβ (3.20)
en notation discre`te. Pour passer de la notation discre`te utilise´e ci-dessus a`
la notation continue, on remplace la somme comme suit :
∑
p
−→ V
∫
d3p
(2pi)3
. (3.21)
V est le volume de matie`re occupe´, dans la matie`re nucle´aire ce volume tend
vers l’infini. La densite´ d’e´nergie est de manie`re ge´ne´rale relie´e a` l’e´nergie
par particule :
E
A
=
E
V
V
A
=
ε
ρ
, (3.22)
ce qui permet d’exprimer les diffe´rentes densite´s d’e´nergie simplement :
εkin =
∫
2dp
(2pi)3
∑
N
(
p
P ∗(p)
E∗(p)
+M
M∗(p)
E∗(p)
)
N
Np (3.23)
εHartree = −1
2
(
gσ
mσ
)2
ρ2S +
1
2
(
gω
mω
)2
ρ2 (3.24)
εFock =
g2σ
2
∫
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2σ∑
N
(
1 +
M∗
E∗
M
′∗
E′∗
− p
∗
E∗
· p
′∗
E′∗
)
N
NpNp′
+
g2ω
2
∫
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2ω∑
N
(
2− 4M
∗
E∗
M
′∗
E′∗
− 2 p
∗
E∗
· p
′∗
E′∗
)
N
NpNp′
(3.25)
ou` l’on a introduit la densite´ scalaire ρS e´gale a` :
ρS =
∫
2dp
(2pi)3
∑
N
(
M∗
E∗
)
N
Np (3.26)
La densite´ ρ baryonique est celle de (2.1). Les nombres d’occupation Np
correspondent aux distributions de Fermi–Dirac des nucle´ons. A` tempe´rature
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nulle, celles-ci se re´duisent a` des marches de Heaviside donne´es explicitement
aux e´quations (2.11) et (2.12). Cela revient a` re´duire les inte´grales sur les
normes des impulsions au segment [0, pF ]. Les sommes sur α et β dans les
termes cine´tique et de Hartree se de´composent en un facteur 2 (pre´sent
dans les e´le´ments d’inte´gration) correspondant a` la somme sur le spin et
en la somme sur l’isospin note´e N . Pour le terme de Fock, les sommes ne
sont pas inde´pendantes d’ou` un facteur 4 en moins. Les quantite´s e´toile´es,
de´finies par l’e´quation (2.20), proviennent de l’e´quation de Hartree–Fock
obtenue en diffe´renciant l’e´nergie par rapport aux uα(pα), les degre´s de
liberte´ fermioniques. L’e´nergie propre se met sous la forme :
ΣS(p) = −
(
gσ
mσ
)2
ρS
+2
∫
dp′
(2pi)3
(
g2σ
(p− p′)2 +m2σ
− 4 g
2
ω
(p− p′)2 +m2ω
)∑
N
(
M∗(p′)
E∗(p′)
)
N
Σ0(p) =
(
gω
mω
)2
+ 2
∫
2dp′
(2pi)3
(
g2σ
(p− p′)2 +m2σ
+ 2
g2ω
(p− p′)2 +m2ω
)
ΣV (p) = 2
∫
dp′
(2pi)3
(
−2 g
2
σ
(p− p′)2 +m2σ
− 4 g
2
ω
(p− p′)2 +m2ω
)∑
N
(
P ∗(p′)
E∗(p′)
)
N
.
(3.27)
ce qui permet d’en de´duire les quantite´s e´toile´es. Afin de simplifier les calculs
nume´riques, les inte´grales angulaires entre les vecteurs p et p′ peuvent eˆtre
calcule´es analytiquement. Le re´sultat, identique a` celui de [2], est donne´ dans
l’annexe A.
Nous sommes a` pre´sent en mesure d’expliquer le me´canisme de saturation
propose´ par Walecka. Les deux termes de densite´ pre´sents dans l’e´nergie de
Hartree sont repre´sente´s sur la figure 3.1. La saturation, mettant en jeu une
e´nergie de l’ordre de la dizaine de MeV, est obtenue par la compensation de
deux potentiels d’e´nergie de l’ordre de la centaine de MeV. Le terme scalaire,
attractif, l’emporte sur le terme vectoriel a` basse densite´. Mais la densite´
scalaire croissant moins vite que line´airement avec la densite´ baryonique, le
terme vectoriel re´pulsif l’emporte a` haute densite´. La description relativiste
est ici indispensable : a` l’approximation non relativiste, la densite´ scalaire
devient e´gale a` la densite´ baryonique et la saturation ne se produit plus. Ce
phe´nome`ne est extreˆmement fin : une modification de quelques pour-cent
des potentiels de´place comple`tement la saturation. Par exemple, les termes
de Fock (qui sont nume´riquement e´gaux a` environ moins un quart du terme
Hartree correspondant) modifient le point de saturation. La figure 3.1 a e´te´
trace´e avec des parame`tres similaires a` ceux propose´s propose´s initialement
par Walecka de manie`re a` reproduire le point de saturation (ρ0 = 0, 16
fm−3, av = 15, 96 MeV) (respectivement (ρ0 = 0, 148 fm
−3, av = 15, 75
MeV) pour le mode`le de Walecka). Dans l’approximation de Hartree, les
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Fig. 3.1: Saturation dans le mode`le de Walecka (champ moyen a` l’approxi-
mation de Hartree). A` gauche, on a repre´sente´ les deux termes
de l’e´nergie de Hartree donne´s dans l’e´quation (3.24) et la courbe
de saturation. Pour plus de clarte´, la partie droite pre´sente un
zoom sur la courbe de saturation. Le terme d’attraction scalaire
est repre´sente´ en pointille´s et le terme de re´pulsion vectorielle en
tirete´s. Dans les deux figures, l’e´nergie de saturation est en trait
plein. La discussion des parame`tres est donne´e dans le texte.
re´sultats ne de´pendant que des rapports
C2σ ≡ g2s
(
M2N
m2σ
)
= 329, 9 et C2ω ≡ g2ω
(
M2N
m2ω
)
= 249, 8 (3.28)
(respectivement Cσ = 357, 4 et Cω = 273, 8). En prenant MN = 939 MeV,
gS = 10 etmω = 783 MeV (voir section 5.4 pour la discussion de ces valeurs),
on obtient mσ = 517 MeV et gω = 13, 18, a` comparer aux re´sultats de la
section 5.4 : mσ ∼ 800 a` 850 MeV et gω ∼ 6, 5 a` 8 MeV. La compressibilite´
de´finie par l’e´quation (1.7) est de 544 MeV (respectivement 545 MeV), valeur
deux fois plus grande que celle attendue. Ce mode`le peut e´galement eˆtre
comple´te´ par l’ajout d’autres me´sons tels que le rho ou le pion [2].
Le mode`le de Walecka, bien que permettant d’expliquer la saturation de
fac¸on e´le´gante, reste un mode`le tre`s phe´nome´nologique. De plus, les de´tails
des pre´dictions sont parfois e´loigne´s de la re´alite´ expe´rimentale, comme par
exemple ici la trop grande compressibilite´. Comme il a e´te´ explique´ dans
les ge´ne´ralite´s, le but de cette the`se est de construire un mode`le effectif
relativiste base´ sur un lien plus explicite avec les proprie´te´s fondamentales
de QCD, a` savoir la syme´trie chirale et les proprie´te´s de confinement lie´es a`
la structure du nucle´on.
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Deuxie`me partie
The´orie relativiste chirale de
la matie`re nucle´aire
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Chapitre 4
Mode`le σ
Ce chapitre introduit la syme´trie chirale dans les the´ories relativistes.
Cette syme´trie est d’abord pre´sente´e dans le cadre de QCD puis de´finie au
niveau hadronique. Un mode`le purement chiral ne reproduit cependant pas
correctement les proprie´te´s de la matie`re nucle´aire, il sera donc comple´te´
dans la suite par un terme de confinement (e´quation 5.2).
4.1 Syme´trie chirale
Une proprie´te´ essentielle de QCD est la syme´trie chirale que l’on peut
lire sur la partie quarkionique du lagrangien de QCD :
LQCD =
∑
i=u,d
(
iψ¯i/∂ψi −mψ¯iψi
)
(4.1)
= iψ¯/∂ψ − mu +md
2
ψ¯ψ − mu −md
2
ψ¯τ3ψ (4.2)
ou` τ3 n’est autre que la troisie`me matrice de Pauli ; elle agit dans l’espace
d’isospin. Dans la deuxie`me ligne, le spineur est identique a` l’isospineur
nucle´aire si ce n’est qu’il est e´crit dans la repre´sentation des quarks et non
celle des nucle´ons. Il contient donc les spineurs des quarks u et d et non ceux
du proton et du neutron.
Expe´rimentalement, il a e´te´ mis en e´vidence dans les anne´es 50 et 60
l’existence de deux courants presque conserve´s intervenant dans les inter-
actions e´lectrofaibles, un courant vectoriel ou d’isospin et un courant axial.
On peut retrouver ces courants en conside´rant les syme´tries du lagrangien
ci-dessus. Lorsqu’on effectue la rotation d’isospin de SU(2),
ψ → eiαk τk2 ψ, (4.3)
ou` les τk (agissant ici aussi dans l’espace d’isospin) sont les matrices de
Pauli, seul le dernier terme du lagrangien est modifie´. Dans la limite ou` les
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masses des quarks u et d sont e´gales, c’est-a`-dire que la diffe´rence de masse
mu − md est ne´gligeable devant les masses des hadrons, le lagrangien est
invariant sous cette transformation avec une excellente approximation et le
courant presque conserve´ associe´ a` cette syme´trie est :
Vµk = ψ¯γµ
τk
2
ψ. (4.4)
Ce courant vectoriel associe´ a` une syme´trie presque exacte de QCD apparaˆıt
explicitement dans les interactions e´lectrofaibles des hadrons. Cette syme´trie
induit une de´ge´ne´rescence d’isospin au niveau du spectre des hadrons ; par
exemple le proton et le neutron sont partenaires et ont une masse quasiment
e´gale.
On peut aussi conside´rer une « pseudo » rotation d’isospin de SU(2) :
ψ → eiαk τk2 γ5ψ (4.5)
qui ne diffe`re de la pre´ce´dente que par un facteur γ5. Le lagrangien est
invariant sous cette transformation dans la limite ou` les masses des quarks
sont nulles, ce qui est un peu mieux ve´rifie´ que leur e´galite´. Le courant
associe´,
Aµk = ψ¯γµγ5
τk
2
ψ, (4.6)
est de divergence petite mais non nulle : ∂µAµk = imψ¯γ5τkψ. Il de´pend de
la masse moyenne m = (mu +md)/2 ' 8MeV des quarks le´gers.
Ces deux syme´tries peuvent eˆtre re´unies avec profit en une seule, appele´e
syme´trie chirale. Pour cela, on introduit des champs droit et gauche (d’ou`
le terme de chiralite´) construits a` partir des isospineurs :
ψR,L =
(1± γ5)
2
ψ. (4.7)
Le lagrangien, re´e´crit en fonction de ces champs, est :
Lψ = iψ¯Lψµ∂µψL + iψ¯Rγµ∂µψR −m
(
ψ¯LψR + ψ¯RψL
)
. (4.8)
Les transformations vectorielle et axiale reviennent a` une rotation de SU(2)L×
SU(2)R agissant de manie`re inde´pendante sur les parties droite et gauche
du champ :
ψR → eiαk
τk
2 ψR, ψL → ψL
ψL → eiαk
τk
2 ψL, ψR → ψR. (4.9)
Par abus de langage, on dit que la premie`re transformation est une rotation
du champ droit ; on la note gR. De meˆme, on dit que la deuxie`me correspond
a` une rotation du champ gauche ; elle est note´e gL. Seul le terme de masse du
lagrangien n’est pas invariant sous cette transformation, et la brisure qu’il
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induit est pre´cise´ment la brisure axiale. Cependant, cette brisure explicite
e´tant de l’ordre de grandeur des masses des quarks u et d, la syme´trie axiale
est en fait presque aussi bien re´alise´e que que la syme´trie vectorielle au
niveau hadronique. On devrait donc observer un doublement du spectre
comme pour la syme´trie d’isospin, ce qui n’est pas le cas expe´rimentalement.
Il se trouve en re´alite´ que cette syme´trie est spontane´ment brise´e par le
me´canisme de Goldstone. En effet, l’action sur le vide de la charge axiale,
associe´e au courant axial, n’est pas nulle. La syme´trie pre´sente au niveau
du lagrangien ne se retrouve pas sur l’e´tat fondamental et par suite elle ne
se trouve pas non plus sur le spectre de hadrons. Les bosons de Goldstone
associe´s a` la brisure spontane´e sont au nombre de trois car il y a en re´alite´
trois charges axiales, une pour chaque valeur de l’indice k. Ce sont les trois
e´tats de charge du pion. Dans le cas ou` la brisure explicite serait nulle,
la charge axiale commuterait avec le hamiltonien, et son action sur le vide
donnerait un e´tat d’e´nergie e´gale a` celle du vide. Les pions auraient alors une
masse nulle. La le´ge`re brisure explicite donne aux pions leur masse petite
mais finie. On peut montrer facilement [38] que la masse mpi des pions est
lie´e a` la masse m des quarks par la relation de Gell-Mann–Oakes–Renner
(GOR), valable au plus bas ordre en m :
m2pif
2
pi = −2m〈q¯q〉 (4.10)
ou` fpi est la constante de de´sinte´gration du pion et on reconnaˆıt le condensat
de quarks 〈q¯q〉.
4.2 Mode`le σ-line´aire
Lorsqu’on passe au monde des hadrons, un lagrangien directement ins-
pire´ des syme´tries de QCD est simplement :
Lhadrons = iψ¯L/∂ψL + iψ¯R/∂ψR −M
(
ψ¯LψR + ψ¯RψL
)
. (4.11)
Cette fois-ci, c’est la masse du nucle´on qui est en jeu. La brisure due au
dernier terme du lagrangien n’est plus du tout ne´gligeable. Ce proble`me
peut eˆtre re´solu en s’inspirant du mode`le σ-line´aire ou` apparaˆıt une matrice
W (x) qui se transforme de fac¸on approprie´e sous la syme´trie chirale en
compensant les rotations des champs droit et gauche de manie`re a` ce que le
terme de masse soit globalement invariant :
M
(
ψ¯LψR + ψ¯RψL
)→ g (ψ¯LW (x)ψR + ψ¯RW+(x)ψL) , (4.12)
c’est-a`-dire queW se transforme suivantW → gLWg+R . On peut la de´composer
sur les matrices d’isospin a` l’aide de quatre champs re´els note´s σ(x) et ~ϕ(x) :
W (x) = σ(x) + i~τ · ~ϕ(x). (4.13)
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Les proprie´te´s d’invariance du nouveau lagrangien sous la syme´trie chirale
et sous les transformations de Lorentz imposent au champ σ d’eˆtre un sca-
laire isoscalaire et au champ ~ϕ d’eˆtre un pseudo-scalaire isovecteur. Afin de
donner a` ces champs un contenu dynamique, on ajoute au lagrangien un
terme d’e´nergie cine´tique et un terme de potentiel :
Lme´sons = 1
2
∂µσ∂
µσ +
1
2
∂µ~ϕ∂
µ~ϕ− V (σ, ~ϕ). (4.14)
Le terme potentiel est compose´ d’une partie invariante chirale construite a`
partir de la grandeur tr(WW+) = σ2 + ~ϕ2 invariante et d’un terme brisant
explicitement la syme´trie, cσ. Une forme simple est :
V (σ, ~ϕ) =
λ
4
(
σ2 + ~ϕ2 − v2)2 − cσ. (4.15)
On peut montrer [3], en conside´rant la de´sinte´gration faible du pion, que
〈σ〉 s’identifie avec fpi. En imposant alors que la valeur moyenne du terme
brisant explicitement la syme´trie chirale soit la meˆme que dans QCD, on
trouve :
c = m2pifpi. (4.16)
Il est heureux qu’il soit proportionnel a` la masse du pion : il doit s’annuler
lorsque la syme´trie est exacte, de meˆme que la masse du pion s’annule a` ce
moment-la`.
Le potentiel invariant chiral est choisi de manie`re a` briser spontane´ment
la syme´trie. Sa forme de´pend ne´anmoins du signe de v2. Si celui-ci est ne´gatif,
le fondamental a une seule solution : σ = 0 et ~ϕ = 0. Les valeurs moyennes
sur le vide de ces champs sont alors e´videment nulles, celui-ci respecte la
syme´trie. On dit qu’elle est re´alise´e a` la Wigner. Dans ce cas, le spectre
devrait eˆtre de´double´. Comme on l’a de´ja` dit, ce n’est pas le cas dans la
re´alite´. v2 est alors ne´cessairement positif. Dans ce cas, le potentiel a une
forme dite de « chapeau mexicain » repre´sente´ sur la figure 4.1. Se de´placer
au fond du potentiel ne couˆte pas d’e´nergie : les particules associe´es a` ce
de´placement sont justement les bosons de Goldstone. Les parame`tres restant
sont eux aussi identifie´s avec des grandeurs connues [3] :
g =
M
fpi
(4.17)
λ =
m2σ −m2pi
2f2pi
(4.18)
v2 = f2pi
m2σ − 3m2pi
m2σ −m2pi
(4.19)
Cependant, le fait que la particule sans masse soit celle qui circule au
fond du puits de potentiel et non le champ pseudo-scalaire du mode`le σ-
line´aire nous incite a` rede´finir ce champ. On obtient alors le mode`le σ non
line´aire.
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Fig. 4.1: Potentiel chiral dit en « chapeau mexicain ».
4.3 Mode`le σ non line´aire
En suivant la me´thode de [3], on commence par rede´finir les champs
parame´trant la matrice W :
σ = S cosF
(
pi
fφ
)
~ϕ = S~ˆpi sinF
(
pi
fpi
)
, (4.20)
ou` F est une fonction impaire du type F (x) = x+ αx3 + · · · . La physique
ne doit bien suˆr pas de´pendre du choix de α ; on se restreindra en pratique a`
l’ordre le plus bas ou` F (x) = x. L’interpre´tation des champs S et ~pi est tre`s
simple, comme on peut le voir sur la figure 4.2 : ~pi, comme sugge´re´ plus haut,
repre´sente la rotation au fond du puits de potentiel, S est le de´placement
radial. Par construction, on a :
σ2 + ~ϕ2 = S2. (4.21)
Le potentiel invariant chiral est donc une fonction de S2 uniquement ; le
terme brisant explicitement la syme´trie est quand a` lui :
cσ = fpim
2
piScos
(
pi
fpi
)
' fpim2piS
(
1− ~pi
2
2f2pi
)
. (4.22)
Le fait de ne´gliger les termes d’ordre supe´rieur dans le cosinus omet les
interactions des pions avec eux-meˆmes. On trouve les masses des me´sons :
m2piδi,j =
∂2Vtot
∂pii∂pij
= m2ϕ, (4.23)
m2S =
∂2Vtot
∂S2
= m2σ. (4.24)
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σ
pi
S
ϕ
Fig. 4.2: Rotation des champs parame´trant la matrice W : mise en e´vidence
des champs scalaire et pionique de la physique nucle´aire.
La matrice W s’e´crit alors simplement comme
W = SU ou` U = ξ2 = exp
[
i
~τ · ~ˆpi
fpi
]
. (4.25)
On de´finit ensuite un nouveau champ de nucle´ons N par la transformation :
N = (ξPR + ξ
†PL)ψ. (4.26)
Enfin, on peut ajouter au lagrangien invariant chiral un terme qui permettra
a` la constante de couplage axiale d’eˆtre diffe´rente de 1 [3] :
L = iaψ¯γµ(W∂µW †PL +W †∂µWPR)ψ (4.27)
ou` le choix a = (1 − gA)/2fpi permet justement de corriger la charge axiale
du nucle´on et d’avoir gA = 1, 25.
Par construction, le fond du puits est de rayon fpi (4.15). On introduit
s = S − fpi, (4.28)
la fluctuation radiale (petite) autour du fond du puits. Le champ ~pi est sa
propre fluctuation. En tenant compte de ces approximations, le lagrangien
se met sous la forme :
L = N¯ (i/∂ −M)N + 1
2
∂µs∂
µs− m
2
σ −m2pi
8f2pi
(
s2 + 2fpis+ 2f
2
pi
m2pi
m2σ −m2pi
)2
+ψ¯γµVµc ψ + f2piTr∂µU∂µU+ + gAψ¯γµAµc γ5ψ + f2pim2picosF
(
pi
fpi
)
.
(4.29)
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On notera dore´navant les spineurs de nucle´ons ψ bien qu’il s’agisse des nou-
velles variables. Les courants Vµc et Aµc valent au plus bas ordre en s et
~pi :
Vµc =
i
4f2pi
(~pi ∧ ∂µ~ˆpi) · ~τ (4.30)
Aµc =
1
2fpi
~τ · ∂µ~pi. (4.31)
S e´tant invariant chiral, sa valeur moyenne joue le roˆle de parame`tre
d’ordre chiral autour du minimum du potentiel effectif. Lorsque la densite´
augmente, sa fluctuation s, ne´gative, controˆle le re´tre´cissement du cercle chi-
ral et l’e´volution de la masse du nucle´on. Physiquement, il est propose´ ici que
ce champ s soit assimile´ au champ scalaire de la physique nucle´aire puisque
les nombres quantiques correspondent. Ceci permet en outre de le´gitimer
le choix du champ sigma dans les the´ories de Walecka qui acquie`rent ainsi
a posteriori un statut chiral. Le de´placement le long du fond du puits en
« chapeau mexicain » ne couˆtant pas d’e´nergie, la masse du champ ~pi est
nulle dans une the´orie invariante chirale. Ici, a` cause de la le´ge`re brisure
explicite donne´e e´quation (4.16), le fond du puits est le´ge`rement penche´ et
la masse acquie`re une valeur petite mais non nulle. Ce champ ~pi est assimile´
au champ pionique car il posse`de les meˆmes nombres quantiques.
4.4 E´chec d’un mode`le purement chiral
Dans le mode`le de Walecka, la saturation e´tait assure´e par la force
re´pulsive due au me´son ome´ga : on ajoute donc sa contribution au lagran-
gien. En outre, on le comple`te en incorporant le me´son rho et on tient compte
enfin du me´son scalaire isovecteur delta [61] :
L = −1
4
~Gµν ~G
µν +
1
2
m2ρ~ρµ~ρ
µ − gρψ¯
(
γµ~ρµ − κρ
2M
σµν∂ν~ρµ
)
~τψ
+
1
2
∂µ~δ∂
µ~δ − 1
2
m2δ
~δ2 − gδψ¯~δ · ~τψ (4.32)
ou` ~Gµν = ∂µ~ρν − ∂ν~ρµ. Le me´son delta, scalaire isovecteur, ge´ne`re une
diffe´rence entre les masses du proton et du neutron. En raison toutefois de
la petite valeur de la constante de couplage choisie, gδ = 1, son effet est pra-
tiquement ne´gligeable. L’e´nergie peut eˆtre calcule´e par la me´thode Hartree–
Fock a` partir du lagrangien total (e´quations 4.29 et 4.32). Les de´tails du
calcul sont donne´s au chapitre 5. L’e´nergie de liaison par nucle´on en fonc-
tion de la densite´ est pre´sente´e figure 4.3. Le terme scalaire attractif est tre`s
fort : l’e´nergie de liaison de´croˆıt rapidement avec la densite´, du moins pour
les plus faibles valeurs de la densite´. Une pseudo-saturation semble avoir
lieu sur la figure, mais il faut remarquer que celle-ci intervient bien avant la
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densite´ normale de la matie`re nucle´aire. La remonte´e qui a lieu n’est pas du
tout physique (ne serait-ce que la valeur anormale de la compressibilite´) : la
valeur moyenne du champ scalaire diverge pour des densite´s comprises entre
0, 8 et 0, 9ρ0. La portion de courbe qui remonte n’est donc pas physique, et
au-dela` de 0, 9ρ0, l’e´quation implicite (5.28) qui permet d’obtenir 〈σ〉 n’a
plus de solution. Ceci est duˆ a` des diagrammes s3 dans le potentiel [57, 62]
(figure 4.4) : ceux-ci sont trop attractifs. Dans un mode`le type Walecka au
contraire, le terme en s3 est positif et ce genre de situation n’intervient pas.
Le proble`me peut eˆtre re´solu en introduisant un terme qui restaure le signe
correct du terme scalaire cubique, c’est l’objet du chapitre suivant.
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Fig. 4.3: Tentative de courbe de saturation de la matie`re nucle´aire dans le
mode`le sigma.
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Fig. 4.4: Diagramme du terme attractif dans le potentiel scalaire.
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Chapitre 5
Effets du confinement
Comme mentionne´ dans l’introduction ge´ne´rale, un deuxie`me effet de
QCD doit eˆtre incorpore´ a` notre mode`le, a` savoir le confinement des quarks
dans les hadrons. Celui-ci intervient a` travers la re´ponse nucle´onique pre´sen-
te´e au paragraphe 1.2.7. Les nucle´ons peuvent eˆtre vus non comme des par-
ticules ponctuelles, mais comme une assemble´e de trois quarks. La re´ponse
globale d’un nucle´on de´pend alors non seulement du couplage des quarks
aux me´sons mais e´galement du mode`le de confinement choisi. On peut
montrer[50] que l’effet principal est de modifier l’interaction avec le champ
scalaire.
5.1 Lagrangien chiral
Le lagrangien du mode`le sigma est comple´te´ par un terme associe´ a` la
re´ponse nucle´onique pre´sente´e dans l’introduction. En re´unissant les diffe´-
rentes contributions rencontre´es dans les chapitres pre´ce´dents, le lagrangien
total s’e´crit
L = ψ¯ i/∂ψ + Ls + Lω + Lρ + Lδ + Lpi (5.1)
avec
Ls = −MN (s)ψ¯ψ − V (s) + 1
2
∂µs∂µs
Lω = −gω ωµ ψ¯γµψ + 1
2
m2ω ω
µωµ − 1
4
F µνFµν
Lρ = −gρ ~ρµ ψ¯γµ~τψ − gρ κρ
2MN
∂ν~ρµ ψσ¯
µν~τψ +
1
2
m2ρ ~ρµ~ρ
µ − 1
4
~Gµν ~Gµν
Lδ = −gδ ~δ ψ¯~τψ − 1
2
m2δ
~δ2 +
1
2
∂µ~δ∂µ~δ
Lpi = gA
2 fpi
∂µ~piψ¯γ
µγ5~τψ − 1
2
m2pi~pi
2 +
1
2
∂µ~pi∂µ~pi.
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5.1.1 Contribution du me´son scalaire s
L’expression de MN (s) (e´quation 1.45) refle`te la structure interne du
nucle´on. Le terme quadratique tient compte de la re´ponse scalaire du nucle´on
qui est contrainte par les donne´es sur re´seau [55]. Cependant, on pourrait
aussi conside´rer des termes d’ordre supe´rieur dans la de´rive´e de la masse du
nucle´on par rapport au champ scalaire. En pratique, comme dans [63, 56],
on se limite au terme cubique :
MN (s) = MN + gS s +
1
2
κNS
(
s2 +
s3
3 fpi
)
. (5.2)
La constante de couplage du champ scalaire au nucle´on de´pend alors de la
densite´ (car s en de´pend, voir (5.28)) :
g∗S(s) =
∂MN
∂s
= gS + κNS
(
s+
s2
2fpi
)
. (5.3)
La susceptibilite´ scalaire quand a` elle devient
κ˜NS(s) =
∂2MN
∂s2
= κNS
(
1 +
s
fpi
)
(5.4)
et disparaˆıt lorsque la syme´trie chirale est entie`rement restaure´e, c’est-a`-dire
lorsque s¯ = −fpi ou` s¯ de´signe la valeur moyenne du champ s. Le me´son s
est le seul ici a` avoir une interaction avec lui-meˆme graˆce au potentiel du
mode`le σ
V (s) =
λ
4
(
(fpi + s)
2 − v2)2 − fpim2piS
≡ m
2
σ
2
s2 +
m2σ − m2pi
2 fpi
s3 +
m2σ − m2pi
8 f2pi
s4. (5.5)
On a omis le terme constant qui peut toujours eˆtre soustrait. Le terme
cubique, attractif, est compense´ par l’effet de la re´ponse scalaire du nucle´on.
On peut le voir en introduisant un changement de variable simple du champ
scalaire : on e´crit la masse du nucle´on en fonction d’un champ u de´fini
par [64]
MN (s) = MN + gS s +
1
2
κNSs
2 ≡MN + gSu. (5.6)
Le potentiel en chapeau mexicain peut eˆtre re´e´crit avec cete nouvelle variable
(pour la simplicite´ des calculs, on travaille dans la limite ou` mpi  mσ et on
ne garde que le terme dominant dans κNS) : si on ne garde que les termes
dominant en s/fpi, soit jusqu’a` l’ordre s
4/f2pi , on obtient
V (s) =
m2σ
2
(
s2 +
s3
fpi
+
s4
4f2pi
)
=
m2σ
2
(
u2 +
u3
fpi
(1 − 2C) + u
4
4fpi
(1− 12C + 20C2)
)
. (5.7)
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On a e´crit le re´sultat en fonction de C = κNSf
2
pi/2MN = κNSfpi/2gS . Le
terme cubique de´pend du signe de (1 − 2C) : en l’absence de confinement,
C = 0 et le terme est attractif ; avec le confinement C ' 1, 25 > 1/2
donc le terme est re´pulsif en accord avec les the´ories type Walecka et la
phe´nome´nologie [65, 53].
On rappelle e´galement la forme du terme brisant explicitement la syme´trie :
LχSB = c σ ' c s− c
2fpi
~pi2 (5.8)
ou` le deuxie`me terme, ignore´ dans la suite de ce chapitre, correspond au
premier terme du de´veloppement des boucles de pions.
5.1.2 Contribution des autres me´sons
Le terme d’interaction du pion est pris en couplage pseudo-vecteur,
comme cela e´merge naturellement de notre approche. Cependant, le lec-
teur inte´resse´ trouvera a` l’annexe A le traitement complet du pion avec le
terme pseudo-scalaire. A` la limite non relativiste, les deux termes donnent
un meˆme couplage au nucle´on. On peut le voir dans le cas ou` le spineur
du nucle´on est le spineur de Dirac libre. Celui-ci s’e´crit en fonction de la
quantite´ de mouvement pMN :
−iψ¯γ5ψ ' −i
(
1 , −~σ · ~pf
2MN
)(
0 1
1 0
)(
1
~σ·~pi
2MN
)
' i~σ · (~pf − ~pi)
2MN
, (5.9)
iqµψ¯γ
µγ5ψ ' iq0
(
1 , −~σ · ~pf
2MN
)(
0 1
1 0
)(
1 0
0 −1
)(
1
~σ·~pi
2MN
)
−iqj
(
1 − ~σ · ~pf
2MN
)(
0 σj
−σj 0
)(
0 1
1 0
)(
1
~σ·~pi
2MN
)
' i~σ · (~pf − ~pi). (5.10)
On a laisse´ le ~τ de coˆte´ car il ne joue pas de roˆle particulier dans la limite
non relativiste. iqµ = i(pµi − pµf ) provient de la de´rive´e de ~pi. Dans le terme
pseudo-vecteur, la partie temporelle en γ0 couple petites et grandes com-
posantes, elle donne donc une contribution d’ordre supe´rieur en p/MN . Les
deux limites non relativistes sont e´gales lorsque les constantes de couplage
ve´rifient gpspi /2MN = gA/2fpi. La construction chirale vue dans la partie sur
le mode`le sigma sugge`re plutoˆt un couplage pseudo-vecteur, c’est pourquoi
on se limite a` celui-ci.
Le terme d’interaction du rho contient une partie vectorielle et une par-
tie tensorielle. On peut remarquer qu’a` l’approximation non relativiste, en
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prenant les spineurs de Dirac libres pour les nucle´ons, on trouve
ψ¯γ0ψ = 1 +O
((
p
2MN
)2)
, (5.11)
ψ¯γjψ '
(
1 − ~σ · ~pf
2MN
)(
0 σj
−σj 0
)(
1
~σ·~pi
2MN
)
= σj
~σ · ~pf
2MN
+
~σ · ~pi
2MN
σj
=
pji + p
j
f
2MN
+ iεjkl
σl(pki − pkf )
2MN
, (5.12)
κρ
2MN
∂iρ0ψ¯σ
0iψ ∼ κρ
2MN
∂0ρiψ¯σ
i0ψ
∼ κ′NS
(
p
2MN
)2
ψ¯γjψ (5.13)
κρ
2MN
∂kψ¯σ
jkψ ' κρ
2MN
i(pki − pkf )σlεjkl. (5.14)
La partie temporelle du terme vecteur, de l’ordre de l’unite´, donne une
contribution e´gale a` la densite´ baryonique une fois inte´gre´e sur les e´tats
occupe´s par la mer de Fermi. Elle ne contribue pas a` l’ordre en p/2MN . On
a ensuite utilise´ le fait que σij = i2
[
γi, γj
]
= εijkσk [66]. On retrouve bien
le couplage non relativiste en (1+κρ), ce qui justifie le signe relatif entre les
deux termes du lagrangien d’interaction.
Les parame`tres (gω, gρ, κρ, gA et les masses des me´sons) sont fixe´s autant
que possible par la phe´nome´nologie hadronique, ce qui fait que ce mode`le est
de´ja` quasiment contraint. Leur re´glage fin sera largement de´taille´ et discute´
dans la section consacre´e aux re´sultats. On pourrait aussi calculer ou du
moins contraindre ces parame`tres par un mode`le NJL sous-jacent. Pour le
moment, on se contentera de commenter les couplages tenseurs des me´sons
vecteurs. Un mode`le de dominance vectorielle (VDM) pur implique que κρ
soit identifie´ avec la partie anormale du moment magne´tique isovectoriel du
nucle´on. Ceci conduit a` κρ = 3, 7. Au contraire, des analyses de donne´es
sur les expe´riences de diffusion pion sur nucle´on sugge`rent κρ = 6, 6 [67]. Le
me´son ome´ga devrait e´galement avoir un coupage tensoriel. D’apre`s VDM,
la partie anormale isoscalaire du moment magne´tique est tre`s faible : κω =
0, 13. On ne´glige donc cette contribution.
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5.2 Construction du hamiltonien
En suivant les e´tapes du calcul du mode`le de Walecka, on utilise les
moments conjugue´s des champs de me´sons
Πs = ∂0s, Πjω = F
0j , ~Πδ = ∂0~δ,
~Πjρ = ~G0j + gρ
κρ
2MN
ψ¯σj0~τψ, ~Πj = ∂0~ϕpi − gA
2 fpi
ψ¯γ5γ0~τψ
afin de calculer le hamiltonien apre`s transformation de legendre du lagran-
gien :
H =
∫
dx
[
ψ¯ (−iγ ·∇)ψ + Hs + Hω + Hρ + Hδ + Hpi
]
(5.15)
avec
Hs =
∫
dx
[
MN (s) ψ¯ψ +
1
2
(
Π2s + (∇s)
2
)
+ V (s)
]
Hω =
∫
dx
[
gω ωµ ψ¯γ
µψ
+
1
2
(
(Πjω)
2 − m2ω ωµωµ + ∇ωj ·∇ωj − (∇ · ωj)2
)
− Πjω ·∇ω0
]
Hρ =
∫
dx
[
gρ ~ρµ ψ¯γ
µ~τψ + gρ
κρ
2MN
(
∂j~ρi ψ¯σ
ij~τψ − ~Πi ψ¯σi0~τψ
)
+
1
2
(
gρ
κρ
2MN
)2 (
ψ¯σi0~τψ
)2
+
1
2
(
(~Πjρ)
2 − m2ρ ~ρµ~ρµ + ∇~ρj ·∇~ρj − (∇ · ~ρj)2
)
− ~Πjρ ·∇~ρ0
]
Hδ =
∫
dx
[
gδ ~δ ψ¯~τψ +
1
2
(
~Π2δ + (∇
~δ)2 + m2δ
~δ2
)]
Hpi =
∫
dx
[
gA
2 fpi
(
∇~ϕpi · ψ¯γ5~γ~τψ + ~Πjpi ψ¯γ5γ0~τψ
)
+
(
gA
2 fpi
)2 (
ψ¯γ5γ0~τψ
)2
+
1
2
(
Π2jpi + (∇~ϕpi)
2 + m2pi~ϕ
2
pi
) ]
. (5.16)
5.2.1 Approximation statique
On se place a` l’approximation statique (les effets de retard seront e´tudie´s
un peu plus bas) ou` les moments conjugue´s des me´sons se re´duisent a`
Πs = 0, Π
i
ω = ∇iω0, ~Πδ = 0,
~Πjρ = ∇j~ρ0 + gρ κρ
2MN
ψ¯σj0~τψ, Πajpi = − gA
2 fpi
ψ¯γ5γ0~τψ.
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Les diffe´rentes parties du hamiltonien se simplifient alors selon
Hstatics =
∫
dx
[
MN (s) ψ¯ψ +
1
2
(∇s)2 + V (s)
]
Hstaticω =
∫
dx
[
gω ωµ ψ¯γ
µψ − 1
2
(
m2ω ω
µωµ + ∇ω
µ ·∇ωµ + (∇ · ωj)2
)]
Hstaticρ =
∫
dx
[
gρ ~ρµ ψ¯γ
µ~τψ + gρ
κρ
2MN
∂j~ρµ ψ¯σ
µj~τψ
− 1
2
(
m2ρ ~ρ
µ~ρµ + ∇~ρ
µ ·∇~ρµ + (∇ · ~ρj)2
)]
Hstaticδ =
∫
dx
[
gδ ~δ ψ¯~τψ +
1
2
(
(∇~δ)2 + m2δ
~δ2
)]
Hstaticpi =
∫
dx
[
gA
2 fpi
∇~ϕpi · ψ¯γ5~γ~τψ + 1
2
(
(∇~ϕpi)
2 + m2pi ~ϕ
2
pi
) ]
. (5.17)
Le hamiltonien peut eˆtre de´compose´ en deux contributions :
H =
∫
dx
(
K + Hme´sons
)
. (5.18)
La premie`re inclut la partie purement nucle´onique ainsi que les couplages
de Yukawa des me´sons aux nucle´ons :
K = ψ¯
(
− iγ ·∇ + MN (s) + gω ωµ γµ + gρ ~ρµ γµ~τ +
gρ
κρ
2MN
∂j~ρµ σ
µj~τ + gδ ~δ ~τ +
gA
2 fpi
∇~ϕpi · γ5~γ~τ
)
ψ. (5.19)
La deuxie`me est purement me´sonique :
Hme´sons =
1
2
(∇s)2 + V (s) − 1
2
(
m2ω ω
µωµ + ∇ω
µ ·∇ωµ + (∇ · ωj)2
)
− 1
2
(
m2ρ ~ρ
µ~ρµ + ∇~ρ
µ ·∇~ρµ + (∇ · ~ρj)2
)
+
1
2
(
(∇~δ)2 + m2δ
~δ2
)
+
1
2
(
(∇~ϕpi)
2 + m2pi ~ϕ
2
pi
)
. (5.20)
5.2.2 E´quations du mouvement pour les champs de me´sons
De nouveau, on souhaite e´crire les champs des me´sons en fonction de
ceux des nucle´ons. Les e´quations de Lagrange permettent de faire cela. Dans
l’approximation statique, les e´quations du mouvement peuvent eˆtre e´crites
aussi comme [H,ΠX ] = 0, ce qui est plus correct du point de vue quantique.
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Les deux approches donnent le meˆme re´sultat, a` savoir
−∇2s + V ′(s) = −∂K
∂s
= − ∂MN
∂s
ψ¯ψ,
−∇2ωµ + m2ω ωµ + δµi∂i(∇ · ωj) =
∂K
∂ωµ
= gω ψ¯γ
µψ,
−∇2~ρµ + m2ρ ~ρµ + δµi∂i(∇ · ~ρj)
=
∂K
∂~ρµ
= gρ ψ¯γ
µ~τψ − gρ κρ
2MN
∂j
(
ψ¯σµj~τψ
)
,
−∇2~δ + m2δ ~δ =
∂K
∂~δ
= gδ ψ¯~τψ,
−∇2~ϕpi + m2pi ~ϕpi =
∂K
∂~ϕpi
=
gA
2 fpi
∇ · ψ¯γ5~γ~τψ. (5.21)
Comme on l’a mentionne´ plus haut pour les champs scalaire et pionique et
selon la me´thode propose´e dans [53], on de´compose chaque champ en une
partie moyenne et une fluctuation suppose´e petite :
ϕX = ϕ¯X + ∆ϕX . (5.22)
ϕ¯X = 〈ϕX〉 est la valeur moyenne sur le vide du champ de me´son ϕX .
∆ϕX est la petite fluctuation correspondante. Le ∆ est majuscule afin de ne
pas induire de confusion avec le me´son delta note´ δ. L’approche de´veloppe´e
dans cette partie est le´ge`rement diffe´rente de celle propose´e dans le mode`le
de Walecka. En particulier, la notation de seconde quantification, non in-
dispensable, est mise de coˆte´. Bien e´videment, les re´sultats sont les meˆmes
quelque soit la me´thode employe´e. Les me´sons autres que le s n’e´tant pas
modifie´s avec le confinement par rapport au mode`le de Walecka, les formules
donne´es dans l’annexe A pourront eˆtre reprises a` la fin de cette partie. La
partie scalaire e´tant la plus de´licate a` traiter, on prend le temps de la de´tailler
ci-dessous. C’est aussi la partie qui contient des ingre´dients nouveaux par
rapport aux the´ories de Walecka [2] ou meˆme par rapport au mode`le de cou-
plage entre quarks et me´sons (QMC) [50, 53], car outre l’effet de la re´ponse
du nucle´on, l’effet des termes d’auto-couplage du champ s (chapeau mexi-
cain) sont inclus. Avec cette de´composition, l’e´quation de s est
−∇2(s¯ + ∆s) + V ′(s¯) + ∆s V ′′(s¯) = −∂K
∂s
(s¯) − ∆s ∂
2K
∂s2
(s¯). (5.23)
Les de´rive´es sont e´gales a`
∂K
∂s
(s¯) ≡ ∂K
∂s¯
= g∗S ψ¯ψ avec g
∗
S =
∂MN (s¯)
∂s¯
= gS + κNS s¯ + · · ·
(5.24)
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et
∂2K
∂s2
(s¯) ≡ ∂
2K
∂s¯2
= κ˜NS ψ¯ψ avec κ˜NS =
∂2MN (s¯
2)
∂s¯
= κNS + · · ·
(5.25)
A` l’image des champs, le terme de source de l’e´quation du mouvement est
de´veloppe´ autour de sa valeur moyenne :
∂K
∂s¯
=
〈
∂K
∂s¯
〉
+ ∆
(
∂K
∂s¯
)
≡
〈
∂K
∂s¯
〉
+
(
∂K
∂s¯
−
〈
∂K
∂s¯
〉)
(5.26)
et on conside`re la fluctuation ∆(∂K/∂s¯) petite et de meˆme ordre que ∆s.
Dans le meˆme esprit, la de´rive´e seconde de K est remplace´e par sa valeur
moyenne, le terme de fluctuation e´tant conside´re´ du deuxie`me ordre :
∂2K
∂s¯2
≈
〈
∂2K
∂s¯2
〉
= κ˜NS
〈
ψ¯ψ
〉
. (5.27)
On re´sout l’e´quation du mouvement ordre par ordre, ce qui donne
−∇2s¯ + V ′(s¯) = −
〈
∂K
∂s¯
〉
= −g∗S
〈
ψ¯ψ
〉
(5.28)
(5.29)
et
−∇2(∆s) + m∗2σ ∆s = −
(
∂K
∂s¯
−
〈
∂K
∂s¯
〉)
= −g∗S
(
ψ¯ψ − 〈ψ¯ψ〉) .
(5.30)
La masse effective qui apparaˆıt dans la deuxie`me partie de l’e´quation du
mouvement est de´finie par
m∗2σ = V
′′(s¯) + κ˜NS
〈
ψ¯ψ
〉
. (5.31)
Elle est similaire a` celle de travaux ante´rieurs [63, 57]. Elle correspond a`
la masse qui propage les fluctuations du champ scalaire (c’est-a`-dire les
fluctuations quantiques du condensat chiral). En particulier, c’est bien la
masse qui apparaˆıt dans le propagateur du terme de Fock que l’on verra
plus bas. Dans l’e´quation sur la valeur moyenne, ce qui ferait office de masse
est la quantite´ V (s¯)/s¯ (voir par exemple [68]) : une masse de´finie par cette
quantite´ ne serait pas cohe´rente.
5.2.3 Hamiltoniens cine´tique, de Hartree et d’e´change
Le de´veloppement des champs au premier ordre dans les fluctuations est
cohe´rent avec le de´veloppement du hamiltonien au deuxie`me ordre. Le terme
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d’ordre ze´ro, contenant uniquement des valeurs moyennes dans les champs,
correspond au terme de Hartree. La partie fluctuante donne le terme de
Fock. Pour commencer, on se limite au cas du champ scalaire. Les grandes
lignes du calcul pour les autres me´sons, bien plus aise´es, seront donne´es plus
bas. Le hamiltonien correspondant au champ s est
HS =
∫
dx
[
K(s¯) + ∆s
∂K
∂s¯
+
1
2
(∆s)2
∂2K
∂s¯2
+
1
2
(−s¯∇2s¯ − 2∆s∇2s¯ + (∇(∆s))2)
+V (s¯) + ∆s V ′(s¯) +
1
2
(∆s)2 V ′′(s¯)
]
. (5.32)
En utilisant les e´quations du mouvement (5.30) et les de´veloppements limite´s
de K (5.26, 5.27), on obtient
HS =
∫
dx
[
ψ¯ (−iγ ·∇ + MN (s¯))ψ
+
1
2
(
∇(s¯)
)2
+ V (s¯) +
1
2
g∗S
(
ψ¯ψ − 〈ψ¯ψ〉) ∆s]. (5.33)
Lorsqu’on applique cette me´thode aux autres me´sons, on trouve les e´quations
suivantes :
−∇2ω¯0 + m2ω ω¯0 = gω〈ψ†ψ〉,
−∇2~¯ρ0 + m2ρ~¯ρ0 = gρ〈ψ†~τψ〉 − gρ
κρ
2MN
∂j
〈
ψ¯σ0j~τψ
〉
,
−∇2~¯δ + m2δ~¯δ = gδ
〈
ψ¯~τψ
〉
. (5.34)
Seul le delta et les parties temporelles du ome´ga et du rho subsistent. Pour
la partie fluctuante en revanche, on obtient
−∇2(∆ωµ) + m2ω ∆ωµ = P µν gω
(
ψ¯γνψ − 〈ψ¯γνψ〉)
−∇2(∆~ρµ) + m2ρ∆ρµ = P µν gρ
(
ψ¯γν~τψ − 〈ψ¯γν~τψ〉
− κρ
2MN
∂j
(
ψ¯σνj~τψ
)
+
κρ
2MN
∂j
〈
ψ¯σνj~τψ
〉)
−∇2(∆~δ) + m2δ ∆~δ = gδ
(
ψ¯~τψ − 〈ψ¯~τψ〉)
−∇2(∆~ϕpi) + m2pi ∆~ϕpi =
gA
2 fpi
∇ · ψ¯γ5~γ~τψ (5.35)
avec la notation condense´e
P 00 = 1, P
0
i = 0, P
i
0 = 0, P
i
j ≡ P ij(x) = δij −
∂i∂j
m2ρ
. (5.36)
78 CHAPITRE 5. EFFETS DU CONFINEMENT
Lorsque l’on ge´ne´ralise le re´sultat de l’e´quation (5.33) a` tous les me´sons, le
hamiltonien peut eˆtre e´crit a` l’approximation statique sous une forme qui
rappelle les the´ories de la fonctionnelle de la densite´ :
H = Hkin+H + Hxc. (5.37)
Le premier terme est un ope´rateur a` un corps qui contient l’e´nergie cine´tique
des nucle´ons et le terme de Hartree. Sa forme explicite est
Hkin+H =
∫
dx
[
ψ¯
(
− iγ ·∇ + MN (s¯) + gω ω¯0 γ0 + gρ ρ¯03 γ0τ3
+ gρ
κρ
2MN
∂j ρ¯
0
3 σ
0jτ3 + gδ δ¯3 τ3
)
ψ
+V (s¯) +
1
2
(∇s¯)2 − 1
2
m2ω (ω¯
0)2 − 1
2
(
∇ω¯0
)2
− 1
2
m2ρ (ρ¯
0
3)
2 − 1
2
(
∇ρ¯03
)2
+
1
2
m2δ δ¯
2
3 +
1
2
(
∇δ¯3
)2 ]
.
(5.38)
Cette partie du hamiltonien sugge`re que la matie`re nucle´aire (syme´trique
ou asyme´trique) est constitue´e d’une assemble´e de nucle´ons qui se de´placent
dans un fond de me´sons scalaires (s¯, δ¯3) et vecteurs (ω¯
0, ρ¯03) auto-consistants.
En conside´rant un mode`le NJL sous-jacent, les nucle´ons sont des objets
compose´s de quarks constituants relie´s entre eux par les cordes colore´es en
forme de Y . Leur masse provient du condensat chiral. Le champ scalaire, qui
peut eˆtre vu comme un reliquat du condensat, modifie la masse du nucle´on
selon MN (s¯) = MN + gS s¯ + κNS s¯
2/2 + · · · . On peut remarquer que dans
la matie`re infinie, −∇2s¯ est nul, la formule (5.30) donne alors s¯ force´ment
ne´gatif. Le terme gS s¯ explicite la fac¸on dont la masse du nucle´on baisse a`
cause de son couplage au condensat. Le terme κNS s¯
2 correspond alors a` la
re´ponse du nucle´on face au champ scalaire. La valeur de κNS de´pend de la
structure des nucle´ons en quarks, elle prend en compte la modification de
leurs fonctions d’onde et de´pend force´ment du me´canisme de confinement.
Le nucle´on est e´galement soumis, de manie`re globale, aux champs moyens
ω¯0, ρ¯03 et δ¯3.
La deuxie`me partie du hamiltonien incorpore les termes d’e´change duˆs
a` la propagation des fluctuations des champs de me´sons. Rappelons en par-
ticulier que le champ scalaire se propage avec la masse modifie´e m∗2σ =
V ′′(s¯) + κ˜NS ρS . Son expression explicite est
Hxc =
∫
dx
1
2
[
g∗S ∆s∆
(
ψ¯ψ
)
+ gω ∆ωµ
(
ψ¯γµψ
)
+ gρ∆ρ
a
µ
(
∆(ψ¯γµ~τψ) − κρ
2MN
∂j
[
∆
(
ψ¯σµj~τψ
)])
+ gδ ∆~δ∆
(
ψ¯~τψ
)
+
gA
2 fpi
∆~ϕpi ∇ · ψ¯γ5~γ~τψ
]
(5.39)
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ou` l’on a utilise´ la notation (de´ja` employe´e plus haut)
∆(ψ¯Γψ) = ψ¯Γψ − 〈ψ¯Γψ〉 .
Les propagateurs des champs sont les propagateurs statiques donne´s par
(−∇2x + m∗2σ (x)) Dσ(x − x′) = δ(3)(x − x′)(−∇2x + m2X) DX(x − x′) = δ(3)(x − x′), X = ω, ρ, δ, pi.(5.40)
Lorsqu’on re´sout formellement les e´quations du mouvement pour les fluc-
tuations, on obtient le hamiltonien
Hxc =
1
2
∫
dx dx′
[
− g∗S(x) g∗S(x′)∆
(
ψ¯ψ
)
(x)Dσ(x− x′)∆
(
ψ¯ψ
)
(x′)
+ g2ω ∆
(
ψ¯γµψ
)
(x)Dωµν(x− x′)∆
(
ψ¯γνψ
)
(x′)
+ g2ρ ∆
(
ψ¯γµ~τψ
)
(x)Dρµν(x− x′)∆
(
ψ¯γν~τψ
)
(x′)
+ 2 g2ρ
κρ
2MN
∆
(
ψ¯σµj~τψ
)
(x) ∂jDρµν(x− x′)∆
(
ψ¯γν~τψ
)
(x′)
+ g2ρ
(
κρ
2MN
)2
∆
(
ψ¯σµi~τψ
)
(x)∂i∂
′
jDρµν(x− x′)∆
(
ψ¯σνj~τψ
)
(x′)
− g2δ ∆
(
ψ¯~τψ
)
(x)Dδ(x− x′)∆
(
ψ¯~τψ
)
(x′)
+
(
gA
2 fpi
)2 (
ψ¯γ5γi~τψ
)
(x) ∂i∂
′
jDpi(x− x′)
(
ψ¯γ5γj~τψ
)
(x′)
]
(5.41)
ou` l’on a introduit pour le ome´ga le propagateur Dωµν(x − x′) dont les
composantes non nulles sont : Dω00(x− x′) = Dω(x− x′) et Dωij(x− x′) =
(δij − ∂i∂j/m2ω)Dω(x−x′) ainsi qu’un propagateur similaire pour le me´son
rho.
5.3 Approche Hartree–Fock
5.3.1 E´nergie de Hartree–Fock
Afin de calculer l’e´nergie, on e´crit comme pre´ce´demment le hamiltonien
sur une base Hartree–Fock, c’est-a`-dire un de´terminant de Slater. Celui-
ci est, rappelons-le, constitue´ de quasiparticules ; on note ici encore leurs
fonctions d’onde fNa (x) = fa(x)χN ou` N de´signe un neutron ou un proton.
Les valeurs moyennes apparaissant dans les e´quations classiques (5.30, 5.34)
sont naturellement des moyennes sur des de´terminants de Slater ; on obtient
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pour les termes sources :〈
ψ¯ψ
〉
=
∑
a∈F
f¯paf
p
a + f¯
n
a f
n
a ≡ ρSp + ρSn,
〈
ψ†ψ
〉
=
∑
a∈F
fp†a f
p
a + f
n†
a f
n
a ≡ ρp + ρn,
〈
ψ¯τ3ψ
〉
=
∑
a∈F
f¯paf
p
a − f¯na fna ≡ ρSp − ρSn,
〈
ψ†τ3ψ
〉
=
∑
a∈F
fp†a f
p
a − fn†a fna ≡ ρp − ρn,
〈
ψ¯σ0jτ3ψ
〉
=
∑
a∈F
f¯paσ
0jfpa − f¯na σ0jfna . (5.42)
On reconnaˆıt dans la premie`re e´quation la densite´ scalaire et dans la deuxie`me
la densite´ baryonique. Les autres densite´s s’annulent dans la matie`re syme´-
trique. Les parties cine´tique et de Hartree de l’e´nergie se mettent sous la
forme
Ekin+H =
∫
dx
∑
N
[∑
a∈F
f¯Na (−iγ ·∇ + MN (s¯) + gω ω¯0 γ0 + gρ ρ¯03 γ0
+ i gρ
κρ
2MN
∇ρ¯03 · ~Σ γ5 + gδ δ¯3
)
fNa
]
+
∫
dx
[
V (s¯) +
1
2
(∇s¯)2 − 1
2
m2ω (ω¯
0)2 − 1
2
(
∇ω¯0
)2
− 1
2
m2ρ (ρ¯
0
3)
2 − 1
2
(
∇ρ¯03
)2
+
1
2
m2δ δ¯
2
3 +
1
2
(
∇δ¯3
)2 ]
. (5.43)
Le terme de Fock quand a` lui provient de la partie d’e´change dans le ha-
miltonien. Pour cela, il est souvent appele´ simplement terme d’e´change. On
peut le de´composer sur chaque me´son :
EFock = E
(s)
Fock + E
(ω)
Fock + E
(ρ)
Fock + E
(δ)
Fock + E
(pi)
Fock . (5.44)
La partie correspondant au champ scalaire est par exemple
E
(s)
Fock =
1
2
∫
dx dx′ Tr
(
Sp(x
′ − x)Sp(x− x′) + Sn(x′ − x)Sn(x− x′)
)
g∗S(x) g
∗
S(x
′)Dσ(x− x′); (5.45)
les autres contributions sont donne´es dans l’annexe A. Sp et Sn sont des
matrices de Dirac :(
Sp(x− x′)
)
αβ
=
∑
a∈F
(fpa )α (x)
(
f¯pa
)
β
(x′),
(
Sn(x− x′)
)
αβ
=
∑
a∈F
(fna )α (x)
(
f¯na
)
β
(x′). (5.46)
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Elles correspondent aux propagateurs introduits a` la section 2.2.
Formellement, on peut e´crire l’e´nergie sous la forme condense´e :
E =
∑
a,N
∫
dx
[
f¯Na
(
− iγ ·∇ + MN (s¯) +
∑
X
g
(N)
X f¯X ΓX + i h
(N)
X ∇f¯X · ~ΘX
)
fNa
]
+EM (f¯X ,∇f¯X)
+
∑
X,X′;N,N ′
g
(NN ′)
XX′
2
∫
dx dx′ Tr
(
SN (x
′ − x) ΓX SN ′(x− x′) ΓX′
)
DXX′(x− x′).
(5.47)
La premie`re ligne correspond a` l’e´nergie cine´tique et a` l’e´nergie de Har-
tree des nucle´ons. La deuxie`me ligne est purement me´sonique. La dernie`re
ligne correspond a` l’e´nergie d’e´change. Le lecteur remplacera aise´ment les
constantes de couplage, note´es g
(N)
X , h
(N)
X et g
(NN ′)
XX′ , par leur valeurs donne´es
dans le lagrangien et largement explicite´es dans les e´quations depuis. Les
propagateurs de me´sons correspondent a` ceux donne´s e´quation (3.14).
La constante de couplage du champ scalaire de´pend de la position : elle
doit donc eˆtre inclue dans l’inte´grale sous la forme g∗S(x) g
∗
S(x
′) comme dans
l’e´quation (5.45).
5.3.2 E´quations de Hartree–Fock
Il ne reste plus qu’a` calculer les fonctions d’onde. Comme on l’a de´ja`
vu plus haut, celles-ci minimisent l’e´nergie, elles sont donc solutions de
l’e´quation de Hartree–Fock :
δ
(
E − ∑N,a εNa ∫ dx′fN†a (x′)fNa (x′)
)
δf¯p,na (x)
= 0. (5.48)
Comme pre´ce´demment, le deuxie`me terme permet de normaliser les fonc-
tions d’onde. Le parame`tre de Lagrange εNa est identifie´ a posteriori avec
l’e´nergie des e´tats a` une particule. La de´rive´e des termes cine´tique et de
Hartree se fait simplement en calculant la de´rive´e explicite dans la premie`re
ligne de l’e´quation (5.47). La de´rive´e par rapport aux fonctions d’onde des
termes purement me´soniques est nulle car on retrouve les e´quations du mou-
vement pour les me´sons. Dans le terme d’e´change enfin, une de´rive´e expli-
cite provient des fonctions SN , mais les parame`tres g
∗
s et m
∗2
s de´pendent
e´galement de la densite´. La de´rive´e de ces termes donne une nouvelle contri-
bution a` l’e´quation de Hartree–Fock, on l’appelle de re´arrangement. Sans ce
terme de re´arrangement, l’e´quation de Hartree–Fock peut eˆtre factorise´e de
la manie`re suivante :∫
dx′
〈
x
∣∣∣hN(ord)∣∣∣x′〉 fNa (x′) = εNa fNa (x). (5.49)
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Le hamiltonien une particule hN contient une partie locale (correspondant
au terme de Hartree) et une partie non locale correspondant au terme
d’e´change. On a bien e´crit une e´quation de Schro¨dinger pour la quasiparti-
cule de´crite par la fonction d’onde fNa . Toujours sans le re´arrangement, le
hamiltonien a` un corps est explicitement〈
x
∣∣∣γ0 hN(ord)∣∣∣x′〉
=
(
− iγ ·∇ + MN (s¯) +
∑
R
g
(N)
R f¯R(x) ΓR + i h
(N)
R ∇f¯R(x) · ~ΘR
)
δ(3)(x− x′)
+
∑
R,R′;N ′
g
(NN ′)
RR′
2
DRR′(x− x′)
(
ΓR SN ′(x− x′) ΓR′
)
+
∑
R,R′;N ′
g
(NN ′)
RR′
2
DRR′(x
′ − x)
(
ΓR′ SN ′(x− x′) ΓR
)
. (5.50)
La partie re´arrangement est donne´e par la contribution
∂E
∂s¯
δs¯
δf¯Na
. (5.51)
Pour la partie cine´tique et Hartree, l’e´quation (5.33) implique
∂E
∂s¯
=
∂MN (s¯)
∂s¯
ρS −∇2s¯+ V ′(s¯) = 0 (5.52)
puisqu’on retrouve l’e´quation du mouvement (5.28). Il ne reste donc que la
contribution des termes d’e´change qui est de´finie par
〈
x
∣∣∣γ0 hN(rg)∣∣∣ fNa 〉 = 12
∫
dx′ dx′′
∑
M
Tr
(
SM (x
′ − x′′)SM (x′′ − x′)
)
δ
δf¯Na (x)
(
g∗S(x
′) g∗S(x
′′)Dσ(x
′ − x′′)
)
. (5.53)
La de´rive´e de la constante de couplage est
δg∗S(x
′)
δf¯Na (x)
= κ˜NS (x
′)
δs¯(x′)
δf¯Na (x)
. (5.54)
Pour obtenir la de´rive´e de s¯, on de´rive l’e´quation (5.28) donnant cette
dernie`re quantite´ :(
−∇2x′ +V ′′(s¯(x′))+ κ˜NS(x′) ρS(x′)
)
δs¯(x′)
δf¯Na (x)
= − g∗S(x′) fNa (x) δ(3)(x′−x).
(5.55)
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La masse pre´sente dans l’e´quation ci-dessus est bien la masse qui se propage.
La solution de cette e´quation est alors
δs¯(x′)
δf¯Na (x)
= −
∫
dx′′Dσ(x
′ − x′′)g∗S(x′′) fNa (x) δ(x′′ − x)
= −Dσ(x′ − x) g∗S(x) fNa (x). (5.56)
La de´rive´e de la constante de couplage se re´duit a` l’expression simple
δg∗S(x
′)
δf¯Na (x)
= −κ˜NS (x′)Dσ(x′ − x) g∗S(x) fNa (x). (5.57)
De meˆme, la de´rive´e fonctionnelle du propagateur du champ scalaire est
obtenue en de´rivant l’e´quation (5.40) :(
−∇2x′ + m∗2σ (x′)
)
δDσ(x
′ − x′′)
δf¯Na (x)
= − δm
∗
σ(x
′)
δf¯Na (x)
Dσ(x
′ − x′′). (5.58)
On est ramene´ a` calculer la de´rive´e fonctionnelle de la masse de´finie par
m∗2σ (x) = V
′′(s¯(x)) + κ˜NS(x) ρS(x). On obtient
δm∗σ(x
′)
δf¯Na (x)
=
(
V ′′′(s¯) +
∂κ˜NS
∂s¯
ρS
)
(x′)
δs¯(x′)
δf¯Na (x)
+ κ˜NS(x
′) fNa (x) δ
(3)(x′ − x)
=
(
V ′′′(s¯) +
∂κ˜NS
∂s¯
ρS
)
(x′)
(
− Dσ(x′ − x) g∗S(x) fNa (x)
)
+ κ˜NS(x
′) fNa (x) δ
(3)(x′ − x). (5.59)
Finalement, la de´rive´e du propagateur du champ scalaire dans le milieu se
met sous la forme
δDσ(x
′ − x′′)
δf¯Na (x)
= −
∫
dyDσ(x
′ − y) δm
∗
σ(y)
δf¯Na (x)
Dσ(y − x′′)
=
∫
dyDσ(x
′ − y)
(
V ′′′(s¯) +
∂κ˜NS
∂s¯
ρS
)
(y)
Dσ(y − x′′)Dσ(y − x) g∗S(x) fNa (x)
−Dσ(x′ − x)Dσ(x − x′′) κ˜NS(x) fNa (x).
(5.60)
Pour re´sumer, le hamiltonien de re´arrangement une particule contient deux
termes : le premier provient de la de´rive´e de la constante de couplage :〈
x
∣∣∣γ0 hN(rg 1)∣∣∣ fNa 〉 = − 12
∫
dx′ dx′′ TrM
(
SM (x
′ − x′′)SM (x′′ − x′)
)
Dσ(x
′ − x′′)(
κ˜NS(x
′) g∗S(x
′′)Dσ(x
′ − x) g∗S(x) fNa (x)
+ (κ˜NS(x
′′) g∗S(x
′)Dσ(x
′′ − x) g∗S(x) fNa (x)
)
, (5.61)
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Fig. 5.1: Termes de re´arrangement : les croix indiquent les ouvertures de
lignes conduisant aux termes contribuant au hamiltonien une par-
ticule et a` l’e´nergie propre.
tandis que le deuxie`me est duˆ a` la de´rive´e du propagateur :
〈
x
∣∣∣γ0 hN(rg 2)∣∣∣ fNa 〉 =
∫
dx′ dx′′ TrM
(
SM (x
′ − x′′)SM (x′′ − x′)
)
g∗S(x
′) g∗S(x
′′)[ ∫
dyDσ(x
′ − y)
(
V ′′′(s¯) +
∂κ˜NS
∂s¯
ρS
)
(y)
Dσ(y − x′′)Dσ(y − x) g∗S(x)
−Dσ(x′ − x)Dσ(x − x′′) κ˜NSx)
]
fNa (x). (5.62)
On peut remarquer que ces contributions sont locales ; les e´quations de
Hartree–Fock se mettent finalement sous la forme∫
dx′
〈
x
∣∣∣hN(ord)∣∣∣x′〉 fNa (x′) + 〈x ∣∣∣γ0 hN(rg 1)∣∣∣ fNa 〉 + 〈x ∣∣∣γ0 hN(rg 2)∣∣∣ fNa 〉
= εNa f
N
a (x). (5.63)
Afin de visualiser un peu mieux ces termes de re´arrangement, ils sont repre´-
sente´s figure 5.1. Le premier diagramme d’e´nergie correspond au terme de
Fock. Les contributions au hamiltonien a` un corps des quasiparticules sont
obtenues en ouvrant les lignes fermioniques a` l’endroit indique´ par les croix
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comme on l’a vu dans le chapitre sur les ge´ne´ralite´s. L’ouverture du pre-
mier terme ignore les effets de milieu dans le propagateur et la constante
de coupage ; on obtient alors un terme analogue aux termes de Fock des
autres me´sons. Le deuxie`me diagramme, (b), correspond au premier terme
de re´arrangement, celui provenant de la de´rive´e de la constante de couplage.
Les trois derniers, (c) a` (e), correspondent au terme provenant de la de´rive´e
du propagateur : (c) donne la contribution de V ′′′, (d) la de´rive´e de κNS ,
(e) celle de ρS. Bien que conduisant parfois a` des calculs assez lourds, le
formalisme ci-dessus peut eˆtre utilise´ pour de´crire des noyaux finis. Mal-
heureusement, les calculs de noyaux finis deviennent ici assez rapidement
inextricables, et il a e´te´ de´cide´ dans cette the`se de se limiter a` la matie`re
nucle´aire infinie.
5.3.3 Cas de la matie`re infinie
Comme on l’a fait plus haut, on de´compose les fonctions d’onde sur une
base d’ondes planes et on re´e´crit les e´quations en repre´sentation d’impulsion.
Comme pour le hamiltonien et l’e´nergie, on de´compose la densite´ d’e´nergie :
 = kin+H + Fock. (5.64)
avec pour la premie`re partie :
kin+H =
∫
2 dk
(2pi)3
∑
N
(
k · k
∗
E∗
+ MN (s¯)
M∗
E∗
)
N
+ V (s¯)
+
1
2
(
gω
mω
)2
ρ2 − 1
2
(
gδ
mδ
)2
(ρsp − ρsn)2 + 1
2
(
gρ
mρ
)2
(ρp − ρn)2.
(5.65)
Cette expression est similaire a` celle obtenue pour le mode`le de Walecka,
excepte´ les termes de´pendant de s. En effet, la masse du nucle´on dans le
milieu de´pend de s jusqu’au troisie`me ordre et le potentiel scalaire n’est
plus quadratique ; il correspond au potentiel en chapeau mexicain (contenant
le terme de brisure explicite). La contribution de Fock est elle formellement
similaire au cas Walecka (bien qu’elle soit nettement plus riche), par exemple
pour le champ scalaire :

(s)
Fock =
g∗2S
2
∫
dk
(2pi)3
dk′
(2pi)3
1
(k− k′)2 +m∗2σ∑
N
(
1 +
M∗
E∗
M
′∗
E′∗
− k
∗
E∗
· k
′∗
E′∗
)
N
NkNk′ .
(5.66)
g∗S et m
∗2
σ ne de´pendent pas de la position. Dans la matie`re nucle´aire en
effet, s¯ est uniforme et comme g∗S et m
∗2
σ ne de´pendent que de s¯, ils sont eux
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aussi uniformes. Dans un syste`me fini, l’e´nergie de Fock du champ scalaire
contiendrait des termes duˆs a` la non localite´ de la masse et de la constante
de couplage. Les autres termes sont ceux de l’annexe A.
Les diffe´rentes contributions a` l’e´nergie propre sont donne´es avec les
notations ge´ne´riques de l’e´quation (5.47). Si on ignore dans un premier temps
les effets du re´arrangement, la partie scalaire de l’e´nergie propre se met sous
la forme
Σ
(p)
S (k) = MN (s¯) − MN −
g2δ
m2δ
(ρSp − ρSn)
+
∑
R,R′;N ′
g
(pN ′)
RR′
2
∫
dk′
(2pi)3
1
(k− k′)2 +m2R
1
4
Tr
(
ΓR
/k′∗ +M ′∗
2E′∗
ΓR′
)
Nk′
+
∑
R,R′;N ′
g
(pN ′)
RR′
2
∫
dk′
(2pi)3
1
(k− k′)2 +m2R
1
4
Tr
(
ΓR′
/k′∗ +M ′∗
2E′∗
ΓR
)
Nk′ ,
(5.67)
la partie vecteur est
Σ
(p)
0 (k) =
g2ω
m2ω
(ρp + ρn) +
g2ρ
m2ρ
(ρp − ρn)
+
∑
R,R′;N ′
g
(pN ′)
RR′
2
∫
dk′
(2pi)3
1
(k− k′)2 +m2R
1
4
Tr
(
γ0 ΓR
/k′∗ +M ′∗
2E′∗
ΓR′
)
Nk′
+
∑
R,R′;N ′
g
(pN ′)
RR′
2
∫
dk′
(2pi)3
1
(k− k′)2 +m2R
1
4
Tr
(
γ0 ΓR′
/k′∗ +M ′∗
2E′∗
ΓR
)
Nk′ ,
(5.68)
et enfin la partie spatiale :
Σ
(p)
V (k) =
∑
X,X′;N ′
g
(pN ′)
XX′
2
∫
dk′
(2pi)3
1
(k− k′)2 +m2X
1
4
Tr
(
γ · kˆΓX /k
′∗ +M ′∗
2E′∗
ΓX′
)
Nk′
+
∑
X,X′;N ′
g
(pN ′)
XX′
2
∫
dk′
(2pi)3
1
(k− k′)2 +m2X
1
4
Tr
(
γ · kˆΓX′ /k
′∗ +M ′∗
2E′∗
ΓX
)
Nk′ .
(5.69)
Les quantite´s ci-dessus correspondent aux contributions des protons. Les
contributions des neutrons peuvent eˆtre obtenues en e´changeant les indices
p et n dans les constantes de couplage. La contribution du me´son rho est
de´compose´e en trois termes : un vecteur, un tenseur, et un terme croise´
vecteur-tenseur. La` encore, les expressions ressemblent formellement a` celles
du mode`le de Walecka. La partie scalaire est ne´anmoins modifie´e par la
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de´pendance de la masse des nucle´ons en s¯, ainsi que par les termes de
re´arrangement comme explique´ ci-dessous. La partie vectorielle, due uni-
quement aux termes de Fock, est e´galement modifie´e par rapport au mode`le
de Walecka a` cause des de´pendances de la constante de couplage et de la
masse du s.
La valeur moyenne du champ scalaire dans la matie`re nucle´aire ne de´pen-
dant plus de la position, la transforme´e de Fourier du propagateur prend
donc une forme simple comme pour les autres me´sons en remplac¸ant simple-
ment la masse nue par la masse dans le milieu. Les termes de re´arrangement,
quand a` eux, contribuent uniquement a` la partie scalaire de l’e´nergie propre,
selon
ΣS (rg 1) = − 2
κ˜NS
m∗2σ

(s)
Fock, (5.70)
ΣS (rg 2) = −
∂m∗2σ
∂ρS
g∗2S
2
∫
dk
(2pi)3
dk′
(2pi)3
(
1
(k− k′)2 +m∗2σ
)2
∑
N
(
1 +
M∗
E∗
M
′∗
E′∗
− k
∗
E∗
· k
′∗
E′∗
)
N
NkNk′ (5.71)
ou` la de´rive´e de la masse par rapport a` la densite´ scalaire est d’apre`s (5.59) :
∂m∗2σ
∂ρS
=
(
V ′′′(s¯) +
∂κ˜NS
∂s¯ ,
ρS
)
∂s¯
∂ρS
+ κ˜NS
= κ˜NS − g
∗
S
m∗2σ
(
V ′′′(s¯) +
∂κ˜NS
∂s¯
ρS
)
. (5.72)
5.4 Re´sultats
Les re´sultats ci-dessus ont e´te´ e´crits de fac¸on ge´ne´rale pour la matie`re
asyme´trique. L’e´nergie peut tout d’abord eˆtre calcule´e pour des densite´s
en protons et en neutrons e´gales, ce qui donne l’e´nergie de liaison dans
la matie`re syme´trique. Lorsqu’on fait tendre les densite´s en protons et en
neutrons vers la meˆme valeur, la quantite´ proportionnelle au carre´ de la
diffe´rence des densite´s est l’e´nergie d’asyme´trie. Enfin, on peut fixer deux
valeurs diffe´rentes des densite´s de protons et de neutrons. Par exemple ici, on
traitera des e´toiles a` neutrons dans lesquelles les proportions relatives entre
les deux saveurs sont fixe´es par la thermodynamique. Comme dans la partie
sur le mode`le de Walecka, on effectue les inte´grales angulaires dans l’ex-
pression de l’e´nergie et des e´nergies propres. Les re´sultats sont identiques
a` ceux de [2] excepte´ pour le champ scalaire : les termes de Hartree sont
donne´s par les e´quations (5.65) pour l’e´nergie et (5.67) pour l’e´nergie propre
scalaire. Le terme de Fock est semblable a` celui de [2] en tenant compte
des effets de milieu dans la constante de couplage et la masse. Comme il
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a de´ja` e´te´ dit plus haut, en particulier dans l’introduction, les proprie´te´s
de la matie`re nucle´aire sont e´tudie´es en contraignant le plus possible les pa-
rame`tres a` l’aide des donne´es sur re´seau et de la phe´nome´nologie hadronique.
Les masses sont bien connues (excepte´ e´videment celle du σ), elles ont pour
valeur M = 938, 9 MeV, mω = 783 MeV, mδ = 984, 7 MeV, mpi = 139, 6
MeV et mρ = 779 MeV. La constante de couplage du pion est gA/(2fpi) ou`
la valeur de la constante de couplage axiale est gA = 1, 25 comme on l’a
introduit dans le mode`le σ non line´aire (paragraphe 4.3) et fpi = 94 MeV
est la constante de de´sinte´gration du pion. Pour la constante de couplage
du rho, on prend la valeur VDM gρ = 2, 65. La constante de couplage du
champ scalaire dans le vide est prise comme celle du mode`le sigma line´aire
gS = 10. D’apre`s les donne´es sur re´seau, on peut estimer un parame`tre de
masse du sigma dans le vide de mσ = 800 MeV. Les seuls parame`tres qui
restent sont la susceptibilite´ scalaire κNS (on regardera plutoˆt la quantite´
sans dimension C = (f 2pi/2MN )κNS) et la constante de couplage du ome´ga,
gω. Ces valeurs ne sont ne´anmoins pas choisies au hasard, on ajuste le point
de saturation en les laissant varier le´ge`rement autour des valeurs suivantes :
C ' 1.25 a` partir d’une estimation des re´seaux (voir la discussion du pa-
ragraphe 1.2.7 pour plus de de´tails) et gω ' 3 × gρ ' 8 d’apre`s VDM et
le mode`le des quarks. L’e´nergie d’asyme´trie, asym, de´pend fortement de la
constante de couplage tenseur du rho au nucle´on. On e´tudiera plusieurs cas
entre la valeur VDM κρ = 3.7 et celle issue d’analyse d’expe´riences de diffu-
sion, κρ = 6.6 [67]. Dans chaque cas, les parame`tres C et gω seront ajuste´s
pour reproduire une bonne saturation. Il reste un point important dont nous
n’avons pas parle´ dans les calculs ci-dessus, a` savoir le traitement des termes
de contact. En suivant les articles du groupe d’Orsay [2, 68], on peut no-
ter que l’e´change de pions et la partie tensorielle de l’e´change de rho entre
nucle´ons contiennent une contribution inde´pendante du moment transfe´re´.
Celle-ci correspond dans l’espace des configurations a` une interaction de
contact. Les calculs de proble`me a` N-corps re´alistes oˆtent cette contribution
en δ(x) du fait des corre´lations a` courte porte´e. La prescription du groupe
d’Orsay, utilise´e aussi dans [53, 28], a e´te´ d’enlever ces termes de contact en
ope´rant le remplacement suivant dans les termes de Fock :
q2
q2 + m2pi
→ q
2
q2 + m2pi
− 1 = − m
2
pi
q2 + m2pi
, (5.73)
q2
q2 + m2ρ
→ q
2
q2 + m2ρ
− 1 = − m
2
ρ
q2 + m2ρ
. (5.74)
Dans l’espace re´el, ces fonctions sont de la forme e−mXx/x. En d’autres
termes, les e´changes de pion ou de rho tenseur deviennent de simples po-
tentiels de Yukawa et contribuent positivement a` l’e´nergie de liaison des
quasiparticules. Cette prescription sera de´signe´e dans la suite par « sans
terme de contact ». On conside´rera e´galement un cas plus re´aliste ou` les
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e´changes de rho et de pions sont modifie´s par une fonction de corre´lation a`
deux corps G(x) [69, 70], et nous prendrons comme exemple G(x) = j0(qC x)
(avec qC = mω et j0 la premie`re fonction de Bessel). Cela revient a` ope´rer
le changement
− m
2
pi
q2 + m2pi
→ − m
2
pi
q2 + m2pi
+
m2pi
q2C + m
2
pi
− m
2
ρ
q2 + m2ρ
→ − m
2
ρ
q2 + m2ρ
+
m2ρ
q2C + m
2
ρ
. (5.75)
Dans le langage du proble`me a` N-corps, on dirait qu’on a inclus une inter-
action centrale de spin-isospin de Landau–Migdal caracte´rise´e par un pa-
rame`tre g′ [69, 70] :
g′ =
1
3
q2C
q2C + m
2
pi
+
2
3
Cρ
q2C
q2C + m
2
ρ
avec Cρ =
(
fpi gρ κρ
gAMN
)2
. (5.76)
La valeur VDM pure conduit a` g′ = 0, 53, tandis que le cas du rho fort,
κρ = 6, 6, donne g
′ = 0, 95. Ces valeurs sont a` comparer a` l’analyse re´cente
donnant g′ ' 0, 6 [71]. E´tant donne´ que dans ce cas une interaction de
contact subsiste, on le de´signera par « avec le terme de contact » par oppo-
sition a` la prescription du groupe d’Orsay, et ce meˆme si le terme de contact
n’est pas entier. Le cas sans contact peut eˆtre retrouve´ en prenant qC →∞,
on a alors g′ = 0, 73 (κρ = 3, 7) ou g
′ = 1, 7 (κρ = 6, 6).
5.4.1 Saturation de la matie`re nucle´aire syme´trique
On commence par e´tudier la saturation dans le cas de la matie`re nucle´aire
syme´trique. En effet, les donne´es expe´rimentales du point de saturation sont
donne´es dans ce cas (ρ0 = 0, 16 fm
−3 et E/A(ρ0) = −15, 96 MeV). En re´alite´,
la grande pre´cision avec laquelle est donne´e l’e´nergie de liaison est un peu
illusoire : nous avons l’avons choisie a` partir de [6], mais d’autre travaux don-
neraient une valeur diffe´rente de 15, 96 MeV, bien que toujours le´ge`rement
infe´rieure a` 16 MeV. La pre´cision des re´sultats, ajuste´s sur cette valeur de
l’e´nergie de liaison, doit donc eˆtre prise avec circonspection. Ceci permet
de fixer les parame`tres C et gω, ceux-ci e´tant ensuite utilise´s pour les cas
asyme´triques. Comme on va le voir, notre approche a quelques difficulte´s
a` reproduire des valeurs convenables du module de compressibilite´ K ; on
choisit donc d’ajuster les parame`tres sur les coordonne´es du point de satu-
ration uniquement et de prendre la valeur de K comme une conse´quence
du mode`le. Les re´sultats sont pre´sente´s dans le tableau 5.1 et les courbes
de saturation correspondantes sont donne´es figure 5.2. Pour cette discus-
sion, le couplage tenseur du rho sera celui de VDM, c’est-a`-dire κρ = 3, 7.
Les re´sultats sont donne´s avec ou sans l’interaction de contact et κ˜NS peut
de´pendre ou non de s¯ comme discute´ e´quation (5.2). Les deux premie`res
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lignes du tableau correspondent aux valeurs de parame`tres qui permettent
de reproduire les points de saturation correspondant donne´s aux troisie`me,
quatrie`me et cinquie`me lignes du tableau. La dernie`re ligne, anticipant sur
la discussion du paragraphe suivant, donne l’e´nergie d’asyme´trie correspon-
dante. Il ressort de ces re´sultats que la compressibilite´ K est trop grande,
Avec contact Sans contact
κNS κ˜NS(s¯) κNS κ˜NS(s¯)
gω 7,775 7,678 6,52 6,42
C 1,33 1,46 1,49 1,62
ρ/ρ0 1,00 1,00 1,00 1,00
E/A (MeV) -15,96 -15,93 -15,97 -15,92
K (MeV) 316 297 298 281
asym(MeV) 29,58 29,45 26,71 26,64
Tab. 5.1: Valeurs des parame`tres et coordonne´es du point de saturation pour
diffe´rents cas de figure dans la matie`re syme´trique. La dernie`re
ligne donne l’e´nergie d’asyme´trie. Le couplage tenseur du rho est
pris comme dans VDM, κρ = 3, 7. Les mentions « avec contact »
et « sans contact » sont explique´es dans le texte. Les colonnes avec
κ˜NS(s¯) correspondent au cas ou` la susceptibilite´ scalaire de´pend
de la densite´ et disparaˆıt a` la restauration.
meˆme si sa de´termination est entache´e d’une incertitude nume´rique de plu-
sieurs dizaines de MeV et que sa de´finition peut eˆtre ambigue¨ dans le cadre
des the´ories relativistes [72]. Omettre comme dans la prescription d’Orsay le
terme de contact pre´sente l’avantage de re´duire la valeur du parame`tre C et
de se rapprocher ainsi de celle donne´e par les re´seaux, C ' 1, 25. Cela aug-
mente malheureusement la compressibilite´ K de 15 a` 20 MeV. Les termes
de contact du pion et du rho (correspondant au deuxie`me terme de la par-
tie gauche de l’e´quation (5.75)) donnent tous deux a` l’e´nergie de liaison des
nucle´ons une contribution re´pulsive et proportionnelle a` la densite´ : la partie
de contact du rho compte pour 11, 85 MeV et celle du pion pour 0, 6 MeV,
ce qui re´duit d’autant les contributions de Fock du rho (−10, 8 MeV) et du
pion (−5 MeV). Ces termes de contact se comportant comme un e´change
de ome´ga, il est naturel que la constante de couplage ωNN soit re´duite
comme on le voit dans le tableau 5.1. Les valeurs qu’on vient de donner cor-
respondent a` la dernie`re colonne du tableau, mais elles sont similaires pour
les autres cas. Inclure la de´pendance en densite´ de la susceptibilite´ scalaire
(les colonnes avec κ˜NS(s¯)) a approximativement le meˆme effet que retirer le
contact dans la mesure ou` il faut augmenter le parame`tre C pour compenser
la re´pulsion perdue.
Comme on l’a de´ja` dit, a` la limite non relativiste les fonctions d’onde
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Fig. 5.2: Courbes de saturation pour le cas avec contact pour lequel κNS
de´pend (trait plein) ou non (tirete´-pointille´) de la densite´ et le cas
sans contact pour lequel κNS de´pend (pointille´) ou non (tirete´) de
la densite´.
sont impose´es : ce sont les ondes planes non relativistes. Dans un syste`me
proche de la limite non relativiste, les re´sultats des calculs ne devraient
donc pas trop de´pendre du choix de la base. En d’autres termes, lorsqu’on
calcule la saturation sur une autre base que Hartree–Fock auto-consistante,
la diffe´rence dans les re´sultats ne devrait provenir que d’effets relativistes.
Pour regarder cela, on introduit la base Hartree dans laquelle les termes de
Fock apparaissant dans les e´nergies propres sont enleve´s. Cette ope´ration a
au moins l’avantage de simplifier conside´rablement les calculs. Les re´sultats
pour la saturation sont donne´s sur le tableau 5.2. Comme on s’y attendait,
ils sont similaires a` ceux de la base Hartree–Fock, les valeurs de C et de
l’e´nergie d’asyme´trie e´tant meilleures pour cette dernie`re. Cependant, la
compressibilite´ de la matie`re nucle´aire est meilleure en base Hartree.
5.4.2 Effet du re´arrangement
L’effet principal des termes de re´arrangement est de re´duire la masse
effective des nucle´ons de quelques MeV mais leur influence sur le point de
saturation est quasiment ne´gligeable. On peut le comprendre facilement en
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Fig. 5.3: Potentiel chimique avec (trait plein) ou sans (tirete´) les termes
de re´arrangement. L’e´nergie de liaison par particule est donne´e
(pointille´) afin de permettre la comparaison (elle semble plate car
on « zoome » sur le fond du puits).
Sans contact Avec contact
κNS κ˜NS(s¯) κNS κ˜NS(s¯)
gω 7,725 7,61 6,49 6,33
C 1,42 1,57 1,55 1,73
ρ/ρ0 1,00 1,00 1,00 1,00
E/A (MeV) -15,98 -15,99 -15,96 -15,97
K (MeV) 302 284 289 270
asym(MeV) 26,15 26,13 24,10 24,11
Tab. 5.2: Comme dans le tableau 5.1 mais pour la base Hartree.
remarquant que les termes de re´arrangement ne contribuent a` l’e´nergie de
liaison qu’au travers de la de´pendance des fonctions d’onde dans la masse
effective M ∗ = MN + Σsym. A` la limite non relativiste, cette de´pendance
disparaˆıt. Ne´anmoins, ces termes de re´arrangement ont une grande influence
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Fig. 5.4: E´nergie d’asyme´trie en fonction de la densite´. Le calcul a e´te´ ef-
fectue´ en incluant les termes de contact et en permettant a` la sus-
ceptibilite´ scalaire de de´pendre de s¯.
sur le potentiel chimique qui est de´fini par
µ =
d
dρ
= E∗(kF ) + Σ
0(kF ). (5.77)
Le the´ore`me de Hugenholtz–Van-Hove (HVH) [73] stipule que le potentiel
chimique doit eˆtre e´gal a` l’e´nergie de liaison par particule au point de sa-
turation. Sur la figure 5.3, on montre le re´sultat d’un calcul du potentiel
chimique µ et de l’e´nergie de liaison par particule en fonction de la densite´,
encore une fois en incluant les termes de contact et la de´pendance en densite´
de la susceptibilite´ scalaire. Le potentiel chimique µ est calcule´ avec ou sans
les termes de re´arrangement, il est plus petit de quelques MeV dans le pre-
mier cas a` cause de l’effet du re´arrangement sur l’e´nergie de Fermi EF . En
pre´sence des termes de re´arrangement, le the´ore`me est exactement satisfait.
Omettre les termes de re´arrangement viole le the´ore`me HVH de plusieurs
MeV. Ce proble`me a peu de conse´quences sur la courbe de saturation dans la
matie`re nucle´aire, mais il conduirait a` un proble`me se´rieux dans les noyaux
finis car l’e´nergie de Fermi serait de´place´e de plusieurs MeV (environ 5).
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5.4.3 Matie`re asyme´trique et e´nergie d’asyme´trie
Les proprie´te´s de la matie`re asyme´trique constituent e´galement un bon
test pour une the´orie effective. C’est particulie`rement vrai pour l’e´tude
des noyaux loin de la valle´e de stabilite´ ou pour l’e´quation d’e´tat de la
matie`re nucle´aire qui est une donne´e importante en astrophysique pour
l’e´tude des proprie´te´s des e´toiles a` neutrons. Pour cela, on introduit le pa-
rame`tre d’asyme´trie (en isospin) : β = (ρn − ρp)/ρ.
κρ 3,7 5 6,6
gω 6,42 7,348 8,62
C 1,62 1,32 0,93
ρ/ρ0 1,00 1,00 1,00
E/A (MeV) -15,92 -16,05 -15,94
K (MeV) 281 313 308
asym(MeV) 26,64 29,77 35,87
Tab. 5.3: E´volution de l’e´nergie d’asyme´trie en fonction de la constante de
couplage tensorielle du ρ. Le calcul est fait comme pre´ce´demment
dans le cas ou` on inclut les termes de contact et ou` la polarisabilite´
scalaire κ˜NS de´pend de s¯.
L’e´nergie d’asyme´trie est de´finie plus rigoureusement par :
asym(ρ) =
[
∂(E/A)
∂β
]
β=0
=
[
∂(ε/ρ)
∂β
]
β=0
. (5.78)
La contribution des termes cine´tique et de Hartree peut eˆtre calcule´e ana-
lytiquement (5.65). En approximation Hartree, lorsque l’on ne´glige la tre`s
petite contribution du δ et la tre`s petite de´pendance de la densite´ scalaire
ρS par rapport a` β, on obtient le re´sultat familier :
(asym)kin+H =
k2F
6
√
k2F + M
∗2
+
g2ρ
2m2ρ
ρ.
Dans notre calcul (dernie`re colonne de la table 5.1), la contribution de
l’e´nergie cine´tique vaut (asym)kin = 13, 9 MeV, et celle de Hartree due a`
l’e´change de rho vaut (asym)ρH = 7, 07 MeV. En conse´quence, la partie
Hartree (asym)H = 21 MeV ne suffit pas a` expliquer l’e´nergie d’asyme´trie.
Les termes de Fock sont donc absolument ne´cessaires pour obtenir une va-
leur plus grande de asym qui soit plus pre`s de la valeur accepte´e autour de
30 MeV. Comme pour l’e´nergie de liaison, il y a une grande compensation
entre les contributions des champs scalaire et du ome´ga : (asym)s+ω = −0, 75
MeV. La contribution du delta est elle aussi ne´gligeable : (asym)δ = −0, 71
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MeV. La re´pulsion vient de l’e´change de pion (asym)pion = 2, 75 MeV et
surtout de l’e´change de rho (asym)ρFock = 5, 33 MeV. Il est important de re-
garder la contribution spe´cifique de la partie tenseur du rho (asym)ρtenseur =
8, 03−4, 12 ' 4 MeV, le premier terme correspondant a` la prescription d’Or-
say et le deuxie`me aux termes de contact. Le re´sultat total, asym = 26, 64
MeV, est ne´anmoins un peu petit. Si on se rappelle toutefois que la partie
tenseur du rho e´volue comme κ2ρ et que cette constante de couplage tenso-
rielle est mal connue phe´nome´nologiquement, il est inte´ressant de regarder
ce que devient l’e´nergie d’asyme´trie lorsque l’on fait varier κρ. Dans la dis-
cussion ci-dessus on s’est restreint a` la valeur de VDM κρ = 3, 7, mais des
analyses de diffusion de pions sugge`rent plutoˆt κρ = 6.6 [67]. On a donc
de´cide´ de faire varier cette constante de couplage entre ces deux valeurs.
Les re´sultats sont mentionne´s dans le tableau 5.3. Pour κρ = 5, on trouve
asym ' 30 MeV. Le nouveau point de saturation donne une valeur de la
re´ponse scalaire du nucle´on e´gale a` C = 1, 32, ce qui est tre`s proche de la
valeur sur re´seau. Par contre, la compressibilite´ passe au-dessus de 300 MeV.
Inde´pendamment des de´tails de calcul, la discussion ci-dessus laisse forte-
ment penser que le terme de Fock du rho tenseur, absent des the´ories RMF,
est un ingre´dient crucial pour avoir des proprie´te´s globales correctes pour
la matie`re nucle´aire syme´trique et asyme´trique. Son importance a aussi e´te´
souleve´e dans les the´ories Hartree–Fock de´pendant de la densite´ (DDRHF)
ou il a e´te´ montre´ que ce terme ame´liore significativement les re´sultats des
spectres a` une particule dans les noyaux finis [74].
Pour comple´ter, on trace figure 5.4 l’e´nergie d’asyme´trie en fonction de
la densite´. L’e´nergie d’asyme´trie asym augmente de fac¸on monotone, mais sa
pente diminue a` haute densite´ ; l’allure de la courbe ressemble beaucoup a`
celle d’un calcul Bru¨ckner–Hartree–Fock (BHF) [75]. Dans ce cas, la courbe
ne passe jamais par un maximum, contrairement a` ce qui avait e´te´ trouve´
dans la premie`re version des calculs de perturbations chirales dans le milieu
[76].
5.4.4 Masses effectives du proton et du neutron
Une proprie´te´ essentielle pour caracte´riser la propagation des nucle´ons
dans le milieu nucle´aire est leur masse effective, m∗. La diffe´rence entre
les masses effectives des protons, m∗p et des neutrons, m
∗
n, est due essen-
tiellement a` la diffe´rence entre leurs e´nergies de Fermi. Au niveau Har-
tree, cette diffe´rence est due au me´son delta, mais sa constante de cou-
plage e´tant choisie tre`s petite, cet effet est seulement de l’ordre de 5% de la
diffe´rence des masses. L’essentiel provient donc des termes de Fock. Lorsque
le parame`tre d’asyme´trie β augmente, comme dans les syste`mes tre`s exo-
tiques, ce phe´nome`ne doit jouer un roˆle important. Jusqu’ici cependant, les
donne´es expe´rimentales des noyaux finis ne permettent pas de de´terminer
la diffe´rence des masses effectives ; des calculs ab initio BHF en revanche
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Fig. 5.5: Masses de Landau pour les neutrons (trait plein) et les protons
(tirete´s) dans la matie`re riche en neutrons pour une densite´ baryo-
nique ρ0. On a tenu compte des termes de contact dans le calcul
et la polarisabilite´ scalaire de´pend de s¯.
pre´disent m∗n < m
∗
p dans la matie`re riche en neutrons [77, 75]. Ce re´sultat a
e´te´ confirme´ par des calculs dans le cadre de Dirac-BHF [78] ou en DDRHF
[79] (voir aussi [80]). On peut donc affirmer que les signes relatifs de la
diffe´rence de masse sont bien e´tablis meˆme si les amplitudes correspondantes
sont encore tre`s incertaines. Les masses effectives, qui de´pendent de la den-
site´, sont de´finies a` partir de la densite´ d’e´tats selon
1
m∗
=
1
k
de
dk
(5.79)
ou` e est l’e´nergie une particule dont on a retire´ la masse moyenne du nucle´on.
Dans notre approche, cela correspond a`
e = εNk −MN ≡
√
(MN + Σsym (k))2 + k2 (1 + ΣV (k))
2 + Σ0 (k)−MN .
(5.80)
Avec ces de´finitions, on trouve
m∗ =
E∗
(1 + ΣV )2
≡
√
(MN + Σsym (k))2 + k2 (1 + ΣV (k))
2
(1 + ΣV )2
. (5.81)
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On trouve dans la litte´rature de nombreuses masses effectives. Quelques
commentaires s’imposent donc.
1. Dans la suite, nous discutons de la masse effective prise au moment de
Fermi. On appelle cette masse effective masse de Landau ;
2. Il ne faut pas confondre cette masse de Landau avec la masse de Dirac
M∗ = MN + Σsym (k) introduite ci-dessus. En ge´ne´ral, la masse de
Dirac a un comportement oppose´ a` celui de la masse de Landau : dans
la matie`re riche en neutrons, M ∗Dirac(n) < M
∗
Dirac(p).
3. La masse effective correspond a` la masse de groupe dans la termino-
logie de [81] et a` la masse relativiste dans celle de [79]. La masse non
relativiste M ∗NR introduite par ces auteurs n’est pas pertinente dans
le cadre de notre propos.
On conside`re ici encore la dernie`re colonne du tableau 5.1, mais les conclu-
sions suivantes seraient tre`s similaires dans les trois autres cas. Les masses
effectives sont trace´es figure 5.5 ou` le comportement caracte´rise´ parm∗n > m
∗
p
est bien mis en e´vidence dans notre approche. Il est important de remarquer
que les termes de re´arrangement diminuent les deux masses en bloc d’envi-
ron 7 MeV quelle que soit la valeur du parame`tre β caracte´risant la quantite´
de neutrons.
5.4.5 Matie`re froide en e´quilibre beˆta
Il nous reste encore pour terminer cette e´tude a` de´terminer l’e´quation
d’e´tat de la matie`re nucle´aire froide qui permet de caracte´riser l’inte´rieur
des e´toiles a` neutrons. Ce travail est tre`s pre´liminaire et nous prendrons un
mode`le simple pour de´crire les e´toiles a` neutrons : nous conside´rerons que
celles-ci sont constitue´es principalement de neutrons en e´quilibre beˆta avec
des protons. Un gaz d’e´lectrons libres permet d’assurer l’e´lectroneutralite´ de
l’e´toile (dans un mode`le plus complet, il faurait e´galement tenir compte de la
pre´sence des muons). Les re´sultats ci-dessous sont donc a` prendre comme de
grandes lignes pre´parant un futur travail qui serait plus de´taille´. La densite´
d’e´nergie de cette matie`re est alors
 = nuclearmatter + e− (5.82)
ou` nuclearmatter est la densite´ d’e´nergie calcule´e et discute´e dans ce chapitre,
et e− est la densite´ d’e´nergie du gaz d’e´lectrons qui vaut
e− =
2
V
∑
ke<kFe
√
k2e +m
2
e '
k4Fe
4pi2
(5.83)
lorsqu’on ne´glige la masse des e´lectrons. En effet, cette masse est me−  p ∼
100 MeV. Pour assurer la neutralite´ de la matie`re, il faut imposer l’e´galite´
des densite´s en protons et en e´lectrons ρp = ρe, ce qui implique l’e´galite´ des
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moments de Fermi : pF = kFe. Le grand potentiel et sa densite´ sont donne´s
par
Ω = E −
∑
i
µiNi (5.84)
et
ω =  − µB (ρp + ρn) − µe (ρe − ρp)
=  − µp ρp − µn ρn − µe ρe (5.85)
ce qui implique pour le potentiel chimique baryonique µB = µn = µp + µe.
Pour une densite´ baryonique donne´e, les densite´s en protons et en neutrons
aux moments de Fermi sont obtenues en re´solvant le syste`me d’e´quations
kFe = pF = ε
n(nF )− εp(pF ),
ρ = ρp + ρn. (5.86)
L’e´quation d’e´tat de la matie`re nucle´aire est parame´tre´e par la densite´ ba-
ryonique ρ. Pour chaque valeur de celle-ci a` laquelle on veut travailler,
on cherche une solution du syste`me d’e´quations autour de ρp ' 0, 1ρ et
ρn ' 0, 9 ρ. Avec ces valeurs de ρp et ρn, il est possible de calculer la densite´
d’e´nergie en fonction de la densite´. La courbe obtenue est pre´sente´e figure
5.6 en se plac¸ant comme d’habitude dans le cas correspondant a` la dernie`re
ligne du tableau 5.1. On calcule e´galement l’e´quation d’e´tat, c’est-a`-dire la
pression en fonction de la densite´ d’e´nergie. Il y a deux de´finitions possibles
de la pression. D’une part la de´finition thermodynamique est
P = −ω = − +
∑
i
µiρi = − + µnρ, (5.87)
obtenue graˆce a` la condition de neutralite´ ρp = ρe. D’autre part, on peut
de´finir la pression baryonique par
P = ρ2
∂(/ρ)
∂ρ
= ρ
∂
∂ρ
− . (5.88)
E´tant donne´ que le potentiel chimique µ est de´fini par µB ≡ ∂/∂ρ, les
deux de´finitions sont e´quivalentes. Dans les meˆmes conditions que ci-dessus,
on trace la pression en fonction de la densite´ d’e´nergie figure 5.7. Dans le
domaine de densite´ conside´re´ (ρ < 3 ρ0), l’e´quation d’e´tat de la figure 5.7 est
assez semblable a` celle obtenue avec le mode`le QMC [28]. D’apre`s ce travail,
il est e´vident que pour des densite´s plus grandes, un mode`le re´aliste d’e´toile
a` neutrons devrait tenir compte d’une e´ventuelle contribution des hype´rons
[28, 82].
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Fig. 5.6: E´nergie par nucle´on en fonction de la densite´ baryonique dans
la matie`re uniforme froide en e´quilibre beˆta. Les calculs sont faits
dans la version correspondant a` la dernie`re colonne du tableau 5.1.
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Fig. 5.7: E´quation d’e´tat de la matie`re uniforme froide en e´quilibre beˆta :
pression en fonction de la densite´ d’e´nergie. Le calcul est fait
comme pour la figure 5.6 dans la version de la dernie`re colonne du
tableau 5.1.
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Chapitre 6
Corre´lations
Les re´sultats du mode`le relativiste chiral tenant compte des effets de
confinement sont tre`s bons. Cependant, quelques points sont encore a` ame´-
liorer, notamment la valeur trop grande de la compressibilite´ et dans une
moindre mesure celle de la re´ponse scalaire nucle´onique C. Afin d’affiner
les re´sultats, on choisit de de´velopper, dans le cas de la matie`re nucle´aire
syme´trique, l’e´nergie au-dela` de l’approximation de Hartree–Fock, et d’in-
clure les excitations particule-trou. Les grandes lignes de l’inclusion de ces
corre´lations ont e´te´ de´veloppe´es dans le chapitre 2, ce qui va nous permettre
ici de de´tailler plutoˆt les spe´cificite´s de l’approche relativiste et du choix des
me´sons implique´s.
Dans le cas relativiste, l’expression RPA de l’e´nergie de corre´lation est
un peu plus complique´e que celle donne´e e´quation (2.35). En effet, les vertex
d’interaction, de nature vectorielle (pour le me´son rho) ou pseudo-vectorielle
(pour le cas axial) portent des indices de Lorentz que l’on retrouve sur l’in-
teraction V ou les corre´lateurs Π et Π0. Pour connaˆıtre l’expression exacte de
l’interaction et du corre´lateur, on se base sur les expressions du hamiltonien
et de l’e´nergie obtenues a` partir du lagrangien.
Dans un mode`le chiral, l’e´change de me´son scalaire n’est pas la seule
source d’attraction. La liaison nucle´aire est en partie due a` l’e´change de
pions [56, 76]. Lorsque l’on se place au-dela` du champ moyen, la premie`re
excitation est due a` l’e´change de deux pions. On commence donc par intro-
duire l’e´change de pions, ite´re´ sur les boucles introduites dans le chapitre 2
de formalisme ge´ne´ral. Afin de tenir compte des forces a` courte porte´e, on
ajoutera comme dans de nombreux travaux [83, 84] une partie de contact.
Enfin, par analogie avec le cas non relativiste, on conside´rera e´galement
l’e´change de me´son rho.
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6.1 E´nergie de corre´lation dans le canal pionique
On de´veloppe la me´thode sur le cas particulier du pion pour plus de
simplicite´.
6.1.1 De´composition de l’interaction
Le lagrangien pionique s’e´crit comme dans la partie pre´ce´dente avec le
couplage pseudo-vectoriel
Lpi = 1
2
∂µ~pi∂µ~pi − 1
2
m2pi~pi
2 +
gA
2fpi
ψ¯γµγ5~τψ∂µ~pi. (6.1)
Apre`s e´criture des e´quations d’Euler-Lagrange, on peut mettre l’e´nergie d’in-
teraction sous la forme (les de´tails pour obtenir ce type d’expression ont e´te´
largement de´veloppe´s dans le chapitre 3 et l’annexe A) :
〈Hint(t)〉 =
(
gA
2fpi
)2 ∫
dxdx′dt′(−∂µ∂′νDpi(x, x′))
〈ψ¯(x)γµ~τγ5ψ(x)ψ¯(x′)γν~τγ5ψ(x′)〉. (6.2)
On peut remarquer que le signe devant la constante de couplage dans le
lagrangien n’a aucune importance : celle-ci est au carre´ dans l’expression de
l’e´nergie. En revanche, le signe relatif entre la partie cine´tique et la partie
d’interaction dans le lagrangien modifie le signe devant le propagateur de
me´son : pour le me´son rho par exemple, ce signe est inverse´.
Le hamiltonien et sa valeur moyenne de´pendent formellement du temps.
Cependant, il est facile de ve´rifier que ce n’est pas le cas : l’e´nergie de
boucles est constante comme il se doit. En prenant t qui tend vers l’in-
fini, on peut donc ajouter sans changer le re´sultat de l’e´quation (6.2) un
facteur θ(t − t′) devant le braket. De meˆme, on peut ajouter la quan-
tite´ −θ(t′ − t)〈ψ¯(x)γµ~τγ5ψ(x)ψ¯(x′)γν~τγ5ψ(x′)〉 qui est nulle dans ce cas.
Ainsi, l’e´quation (6.2) a la meˆme valeur si on ajoute un T -produit dans le
corre´lateur.
De cette fac¸on, la dernie`re partie n’est autre que le propagateur de po-
larisation, a` un facteur i pre`s. En effet, on peut reprendre la remarque a` la
fin du chapitre 2 (e´quation 2.37). On note de manie`re ge´ne´rale le couplage
Γµ car les couplages conside´re´s ici auront tous une nature vectorielle. Dans
le cas du pion par exemple, Γµpi = γµγ5. Le couplage Γµ e´tant une matrice
agissant dans l’espace des spineurs, on peut conside´rer ses e´le´ments (Γµ)αβ
qui se couplent aux nucle´ons du corre´lateur d’apre`s le lagrangien de la figure
2.1(1) :
LX = gX ψ¯α(ΓµX)αβψβXµ.
(1)Pour la simplicite´ de la formule, le couplage n’est pas de´rivatif. Dans la limite ou` les
fonctions d’onde sont des ondes planes, la de´rive´e du couplage peut eˆtre remplace´e par un
facteur qµ qui peut lui-meˆme eˆtre incorpore´ dans la de´finition de Γµ. Pour le pion, ce genre
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La constante de couplage gX est par exemple dans le cas du pion gA/2fpi. Le
corre´lateur a` calculer est d’apre`s le the´ore`me de Wick, et de fac¸on similaire
a` l’e´quation (2.36) :
iΠ0µν(x, x′) = 〈ϕ0|T [ψ¯α(Γµ)αβψβψ¯γ(Γµ)γδψδ]|ϕ0〉
= −〈ϕ0|T [ψβ(x)ψ¯γ(x)]|ϕ0〉(Γµ)γδ〈ϕ0|T [ψδ(x′)ψ¯α(x′)]|ϕ0〉(Γν)αβ
= −iG0(x, x′)βγ(Γµ)γδiG0(x, x′)δα(Γν)αβ
= Tr(G0(x, x′)ΓµG0(x′, x)Γν). (6.3)
Si on prend la moyenne de cette quantite´ sur le fondamental contenant les
boucles, on obtient plutoˆt iΠµν(x, x′), soit pre´cise´ment le dernier facteur
(incluant le T -produit) de l’e´nergie (6.2).
On de´finit la partie d’interaction par
Vµν = −
(
gA
2fpi
)2
∂µ∂
′
νDpi(x, x
′), (6.4)
ce qui, d’apre`s l’expression (6.2), permet d’e´crire la valeur moyenne du ha-
miltonien sous la forme
〈Hint〉 = 3
∫
dxdx′dt′VµνΠ
µν . (6.5)
Dans la discussion ci-dessus, les matrices d’isospin ~τ ont e´te´ volontairement
omises. En effet, elles correspondent a` la polarisation du pion qui contribue
simplement a` travers le facteur trois discute´ au chapitre 2.
On re´e´crit l’e´quation de Dyson (2.30) en tenant compte de la nature
vectorielle des interactions :
Πµν = Π0µν + Π0µαVαβΠ
0βν + Π0µαVαβΠ
0βγVγδΠ
0δν + · · ·
= Π0µν + Π0µαVαβΠ
βν . (6.6)
On obtient ainsi 16 e´quations couple´es, qui ne peuvent eˆtre re´solues de
manie`re aussi simple que dans le cas de l’e´quation de Dyson standard. Heu-
reusement, la structure des propagateurs de polarisation et de me´sons per-
met en ge´ne´ral de se ramener a` des e´quations non couple´es en projetant
interactions et propagateurs sur les canaux inspire´s entre autres des canaux
transverse et longitudinal qu’on trouve dans l’approche non relativiste. Pour
se faire, on commence par se placer en repre´sentation d’impulsion, et l’on
s’y tiendra autant que possible dans la suite. On introduit la transforme´e
de Fourier des diverses quantite´s introduites ci-dessus de la meˆme fac¸on que
de conside´rations n’est pas utile car on inclue la de´rive´e du couplage dans le propagateur
de me´son et non dans le propagateur particule-trou, mais on y reviendra plus pre´cise´ment
dans le cas du rho.
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dans le cas du champ moyen :
Dpi(x, x
′) =
∫
d4q
(2pi)4
e−iq·(x−x
′)Dpi(q), (6.7)
Πµν(x, x′) =
∫
d4k
(2pi)4
e−iq·(x−x
′)Πµν(q). (6.8)
La valeur moyenne du hamiltonien peut eˆtre re´e´crite en fonction des trans-
forme´es de Fourier :
〈Hint〉 = 3
(
gA
2fpi
)2 ∫
dxdx′dt′(−∂µ∂′νDpi(x, x′))iΠµν(x, x′)
= 3
(
gA
2fpi
)2 ∫
dxdx′dt′
∫
dω
2pi
dq
(2pi)3
(−∂µ∂′ν) e−iω(t−t
′)eiq·(x−x
′)
q2 −m2pi∫
dk0
2pi
dk
(2pi)3
e−ik
0(t−t′)eik·(x−x
′)Πµν(k). (6.9)
On a adopte´ la notation q = (ω,q). Les inte´grales sur x et x′ donnent un
facteur (2pi)3V δ(k − q) et celle sur t′ donne 2piδ(k0 − ω). La de´pendance
en t disparaˆıt bien comme on s’y attendait puisque l’e´nergie des boucles ne
de´pend pas du temps. La valeur moyenne devient alors en repre´sentation
d’impulsion
〈Hint〉 = 3V
∫
idω
(2pi)
∫
dq
(2pi)3
Vµν(q)Π
µν(q) (6.10)
ou` Vµν(q) est donne´ e´quation (6.12).
La contribution a` l’e´nergie de corre´lation s’obtient en utilisant la charging
formula comme explique´ au paragraphe 2.2.3 :
Ecorr = 3V
∫
idω
(2pi)
dq
(2pi)3
∫ 1
0
dλ
λ
λ2Vµν(q)(Π
µν(λ, q) −Π0µν) (6.11)
avec
Vµν(q) =
(
gA
2fpi
)2 qµqν
ω2 − ω2q
(6.12)
Π0µν(q) = −2i
∫
d4p
(2pi)4
Tr(G(p)ΓµG(p+ q)Γν). (6.13)
Comme on l’a de´ja` remarque´, on obtient l’e´nergie des corre´lations en sous-
trayant l’e´nergie de Fock a` l’e´nergie d’interaction. On de´finit ωq comme dans
le cas non relativiste [56] par ω2q = q
2 +m2pi. Les constantes de couplage qui
apparaissent naturellement dans les vertex d’interaction peuvent eˆtre inclues
dans la de´finition de l’interaction ou du propagateur indiffe´remment, cela ne
change pas le re´sultat. Par commodite´, on les place ici dans l’interaction
V µν .
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6.1.2 Calcul du propagateur de polarisation
Tout tenseur covariant du proble`me doit de´pendre de tenseurs construits
eux-meˆmes sur des quantite´s covariantes. Ici la seule de´pendance explicite
de Vµν et Π
µν est le quadrivecteur qµ. Il faut toutefois ajouter un vecteur
que l’on notera ηµ permettant de spe´cifier le re´fe´rentiel de travail. Dans la
matie`re nucle´aire syme´trique au repos, il se re´duit a` η = (1, 0, 0, 0) [84].
Enfin, il peut y avoir une de´pendance en gµν . A` partir de ces quantite´s, on
peut construire les tenseurs suivants [84, 85] :
T 1µν = gµν − ηˆµηˆνηˆ2 −
qµqν
q2
, T 4µν =
ηˆµqν+ηˆνqµ√
ηˆ2q2
,
T 2µν =
ηˆµηˆν
ηˆ2
, T 5µν =
ηˆµqν−ηˆνqµ√
ηˆ2q2
,
T 3µν =
qµqν
q2
, T 6µν =
i
|~q|ε
µνρσqρηˆσ,
(6.14)
ou` ηˆµ = ηµ − (η · q/q2)qµ. On a ainsi ηˆµqµ = 0. Les proprie´te´s des T µνi sont
donne´es a` l’annexe B. De manie`re ge´ne´rale, tout tenseur covariant peut se
de´composer sur ces six tenseurs.
L’interaction pionique, proportionelle a` qµqν , est simplement en fonction
des tenseurs T µν :
V piµν =
(
gA
2fpi
)2 q2
ω2 − ω2q
T 3µν . (6.15)
Pour de´composer le propagateur de polarisation sur ces tenseurs, un peu
de travail est cependant ne´cessaire : il faut en effet connaˆıtre l’expression
explicite de la trace. Le propagateur a` une particule contient soit une parti-
cule au-dessus de la mer de Fermi, soit un trou de la mer de Fermi. Comme
dans le cas non relativiste, il s’e´crit donc
G(p) =
θ(|p| − pF )
p0 −Ep + iη +
θ(pF − |p|)
p0 +Ep − iη (6.16)
ou` Ep =
√
M2N + p
2. Bien que son interpre´tation soit e´vidente, cette expres-
sion n’est pas covariante. En particulier, cela pose des proble`mes dans les
calculs des propagateurs de polarisation. On va la transformer en ajoutant
la contribution des anti-nucle´ons, conduisant a` l’inclusion de boucles N¯N .
Ceci n’est pas tre`s cohe´rent dans la mesure ou` de nombreuses autres excita-
tions devraient eˆtre conside´re´es avant l’inclusion des paires N¯N . Cependant,
comme de nombreux auteurs [85, 86], on introduit cette contribution car elle
permet de conserver une formulation covariante du proble`me et les struc-
tures tensorielles (en particulier le rho transverse). L’erreur commise, une
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correction relativiste, reste ne´gligeable. Le propagateur du nucle´on est alors
G(p) = Λ+G+ + Λ−G−
=
Epγ
0 − ~p · ~γ +M ∗
2Ep
(
θ(|p| − pF )
p0 −Ep + iη +
θ(pF − |p|)
p0 +Ep − iη
)
+
Epγ
0 + ~p · ~γ −M ∗
2Ep
1
p0 +Ep − iη
= (/p+M ∗)
[
1
p20 −E2p + iη
+
ipiδ(p0 −Ep)
Ep
θ(pF − |p|)
]
.(6.17)
Les quantite´s Λ+ et Λ− sont les projecteurs sur les e´tats d’e´nergies respec-
tivement positive et ne´gative ; G+ et G− les propagateurs correspondant.
Le premier terme correspond au propagateur du nucle´on dans le vide, le
deuxie`me au propagateur dans le milieu. Lorsqu’on calcule le propagateur
de polarisation, on obtient quatre termes : le premier est celui correspon-
dant aux choix des propagateurs libres pour les deux particules de la boucle
particule-trou. Or la contribution du vide peut toujours eˆtre soustraite, on
e´limine donc ce premier terme. Le propagateur de polarisation est alors
Π0µν(q) = 2
∫
d4p
(2pi)4
Tr ((/p+M ∗)Γµ(/p+ /q +M ∗)Γν)
×
[
ipi2
δ(p0 −Ep)
Ep
θ(pF − |p|)δ(p0 + ω −Ep+q)
Ep+q
θ(pF − |p + q|)
+
piδ(p0 −Ep)θ(pF − |p|)
Ep ((p+ q)2 −M∗2 + iη)
+
piδ(p0 + ω −Ep+q)θ(pF − |p + q|)
Ep+q (p2 −M∗2 + iη)
]
. (6.18)
La partie imaginaire du propagateur n’est pas strictement utile dans ce qui
suit. On s’inte´resse donc seulement a` la partie re´elle de ce propagateur, soit
les deux dernie`res lignes. On peut remarquer qu’en effectuant le changement
de variable p → p+ q dans le dernier terme, il devient identique a` l’avant-
dernier moyennant de prendre qµ → −qµ ; finalement le propagateur qui
nous inte´resse est simplement
<eΠ0µν(q) = 2
∫
d3p
(2pi)3
Np
2Ep
[
Tr ((/p+M ∗)Γµ(/p+ /q +M ∗)Γν)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + (q
µ → −qµ)
]
.
(6.19)
L’inte´gration sur p0 a e´te´ effectue´e, le quadrivecteur p est donc de´sormais
p = (Ep,p).
Pour de´composer le propagateur de polarisation sur les tenseurs T µν , on
e´value la trace explicitement :
Tr
(
(/p+M∗)γµγ5(/p+ /q +M ∗)γνγ5
)
= 4
(
pµ(p+ q)ν + pν(p+ q)µ − p.(p+ q)gµν −M∗2N gµν
)
.(6.20)
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On peut remarquer que cette expression est syme´trique en µ et ν : le
propagateur de polarisation du pion se de´compose sur les quatre tenseurs
syme´triques. La partie en gµν est simplement proportionnelle a` la somme
des trois premiers tenseurs. Pour la partie de´pendant de p et q, on peut re-
marquer qu’elle ne de´pend pas de T4 si on tient compte du terme q
µ → −qµ :
pµ(p+ q)ν + pν(p+ q)µ
(p+ q)2 −M∗2N
+
pµ(p− q)ν + pν(p− q)µ
(p− q)2 −M∗2N
∼ pµpνq2 − (pµqν + pνqµ)p · q. (6.21)
Projete´e sur T4, cette expression est nulle. Le propagateur dans le canal
pionique se de´compose donc simplement selon
Π0µνa (q) = ΠT (q)T
µν
1 + ΠR(q)T
µν
2 + ΠL(q)T
µν
3 . (6.22)
L’indice a pour axial a e´te´ ajoute´ en anticipant sur les paragraphes suivants.
D’apre`s le calcul sur la trace ci-dessus, les projections du propagateur de
polarisation sont de la forme
Π0aj
∫
4dp
(2pi)3
[
θ(pF − |p|)
Ep
Kaj(q,p)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + (q
µ → −qµ)
]
(6.23)
ou` la structure tensorielle est contenue dans les Kj qui ont pour expression :
KaT = −2M∗2 − p · q − p2T , (6.24)
KaR = 2p
2
T , (6.25)
KaL = −2M∗2. (6.26)
On a de´fini pT = p − (p · qˆ)qˆ qui est la partie transverse de l’impulsion
du nucle´on. Ainsi, p2T = p
2 − (p · qˆ)2. L’inte´gration sur p se fait en co-
ordonne´es sphe´riques. On choisit comme variables la norme p du vecteur,
l’angle qu’il fait avec q et l’angle azimutal. Ce dernier s’inte`gre trivialement
puisque l’inte´grant n’en de´pend pas. On note u = cos(p,q). Un travail fas-
tidieux consiste a` calculer l’inte´gration sur u pour acce´le´rer les programmes
nume´riques. On peut remarquer que Πµν(q) ne de´pend que de ω et de la
norme q = |q|. Les expressions inte´gre´es de ΠaT , ΠaR et ΠaL sont donne´es
en annexe C.
6.1.3 Expression de l’e´nergie de corre´lation dans le canal pio-
nique
Les trois premiers tenseurs e´tant orthogonaux entre eux lorsqu’on les
contracte sur un seul indice, l’e´quation de Dyson (2.30) peut eˆtre de´compose´e
sur les trois canaux de manie`re inde´pendante :
Πi = Π
0
i + Π
0
i ViΠi, i = T,R,L. (6.27)
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L’interaction pionique e´tant purement longitudinale, l’e´nergie correspon-
dante se re´duit a`
Ecorrpi = −
3
2
V
∫
idωd3q
(2pi)4
(ln(1− VaLΠaL) + VaLΠaL) . (6.28)
6.2 Canal axial
Il ne faut pas oublier cependant que le milieu nucle´aire est un milieu for-
tement corre´le´. Le cœur dur entraˆıne une re´pulsion a` courte porte´e que l’on
introduit ici a` travers des forces de contact. Celles-ci peuvent eˆtre mode´lise´es
par le lagrangien
Lc = g′gµν
(
gA
2fpi
)2
ψ¯γµγ5ψψ¯γνγ5ψ (6.29)
ou` g′ est le parame`tre de Migdal de´ja` discute´ dans les re´sultats de la partie
champ moyen. L’e´nergie due a` la partie contact est alors simplement
〈Hc〉 =
∫
dxdx′dt′(−g′gµν)Πµν(x, x′) (6.30)
ou` le propagateur de polarisation est le meˆme que celui du pion. L’effet du
contact est donc simplement de rajouter un terme dans le potentiel d’inter-
action, qui est alors
Vµν(q) =
(
−g′gµν + q
µ2
ω2 − ω2q
qµqν
qµ2
)(
gA
2fpi
)2
=
(
−g′T1µν − g′T2µν +
(
q2µ
ω2 − ω2q
− g′
)
T3µν
)(
gA
2fpi
)2
.(6.31)
On peut voir sur la partie longitudinale que l’effet du contact est d’e´cranter
la contribution du pion. Comme on le verra dans les re´sultats, cette dernie`re
contribution, assez importante en l’absence de contact, devient presque nulle
lorsque g′ = 0, 7, la valeur de travail choisie. L’e´nergie des corre´lations est
maintenant
Ecorra = −
3
2
V
∫
idωd3q
(2pi)4
[
2 ln(1− VaTΠaT ) + 2VaTΠaT
+ ln(1− VaRΠaR) + VaRΠaR + ln(1− VaLΠaL) + VaLΠaL
]
.
(6.32)
La partie transverse contient un facteur 2 par rapport aux autres. Analyti-
quement, ce facteur 2 provient du fait que VµνΠ
µν = 2VTΠT car T1µνT
µν
1 =
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2. Physiquement, le canal transverse a une multiplicite´ double. Telle quelle,
l’inte´grale dans l’expression (2.35) n’est pas de´finie. Plutoˆt que de la re-
normaliser, on pre´fe`re introduire un facteur de forme qui coupe les grandes
impulsions. On en reparlera en particulier dans la section sur les re´sultats
car le facteur de forme devient indispensable pour les calculs nume´riques.
On appellera dore´navant canal axial le canal contenant a` la fois le pion
et le contact. Pour le distinguer du canal du rho auquel on s’inte´resse a`
pre´sent, on a indice´ toutes les quantite´s ci-dessus par a.
6.3 Contribution du me´son ρ
Par analogie avec le cas non relativiste, on comple`te la partie transverse
de la voie de spin-isospin graˆce a` l’introduction du me´son rho.
6.3.1 Contribution du ρ de´couple´
L’e´change de rho est mode´lise´ par le lagrangien de´ja` donne´ dans le mode`le
de Walecka :
Lρ = −
(
1
4
~Gµν ~G
µν − 1
2
m2ρ~ρµ~ρ
ν
)
− gρ
(
ψ¯γµ~τψ~ρµ − κρ
2MN
ψ¯σµν∂ν~ρµτψ
)
.
(6.33)
Contrairement a` certains travaux [85], on conside`re que le couplage tenseur
de´pend de la masse nue des nucle´ons et non de la masse dans le milieu (c’est-
a`-dire ici la masse de Hartree). Cette fois-ci, le couplage de´rivatif ne peut eˆtre
inclus dans la partie interaction puisqu’il ne peut se mettre en facteur comme
dans le cas pionique. En repre´sentation d’impulsion, le vertex d’interaction
du rho est simplement
Γµρ = gρ
(
γµ − i κρ
2MN
qνσ
µν
)
, (6.34)
qui redonne bien la bonne limite non relativiste comme on l’a ve´rifie´ plus
haut. Ne´anmoins, la formule donne´e e´quation (6.34) ne peut eˆtre incorpore´e
telle quelle dans un corre´lateur tel que celui de l’e´quation (6.3). En effet, la
deuxie`me interaction correspond a` un diagramme de Feynman hermitique
conjugue´ de celui de la premie`re. Lorsqu’on e´crit les e´quations du mouve-
ment, le couplage de´rivatif gagne un signe moins par rapport a` un couplage
normal. Or dans l’expression de Π0µν , le deuxie`me couplage provient des
e´quations du mouvement : le propagateur de polarisation du rho est donc
<eΠ0µν(q) =
∫
p2dpdu
4pi2Ep
[
Tr ((/p+M ∗)Γµ(/p+ /q +M ∗)Γ′ν)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + (q
µ → −qµ)
]
(6.35)
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ou` Γ′µ = gρ (γ
µ + iκρ/2MNqνσ
µν) = Γµ†. On a conside´re´ dans toute cette
the`se que le rho est couple´ a` un courant conserve´ ; en conse´quence le propa-
gateur de polarisation doit eˆtre orthogonal a` l’impulsion, c’est-a`-dire qu’il
doit satisfaire la relation
qµΠ
µν
ρ (q) = qνΠ
µν
ρ (q) = 0, (6.36)
de meˆme pour Π0µνρ . On le ve´rifie aise´ment en calculant la trace. Comme
dans le calcul Hartree–Fock, on conside`re trois contributions : une premie`re
correspondant a` la partie vecteur de l’interaction, une deuxie`me a` un terme
croise´ vecteur-tenseur et la dernie`re correspondant a` la partie tenseur. Pour
la premie`re, la trace est simplement
Tr ((/p+M ∗)γµ(/p+ /q +M ∗)γν) = 4 (pµ(p+ q)ν + pν(p+ q)µ − p · qgµν) .
(6.37)
On remarque que ce terme est syme´trique en µ et ν, il se de´compose suivant
les quatre premiers tenseurs. Lorsqu’on tient compte du terme en qµ → −qµ,
l’inte´grant de la polarisation pour la partie vecteur est proportionnel a` :
q2pµpν − p · q(pµqν + pνqµ) + (p · q)2gµν (6.38)
qui est bien orthogonal a` qµ ou qν. Cette partie du propagateur ne contribue
qu’aux canaux transverse (T) et purement relativiste (R). La trace du terme
croise´ est
Tr
(
(/p+M∗)γµ(/p+ /q +M ∗)i
κρ
2MN
σνβqβ
)
+Tr
(
(/p+M∗)
(
−i κρ
2MN
σµαqα
)
(/p+ /q +M ∗)γν
)
= 4κρ
M∗
MN
q2
(
gµν − q
µqν
q2
)
= 4κρ
M∗
MN
q2(T µν1 + T
µν
2 ). (6.39)
Il se de´compose bien lui aussi sur les deux premiers tenseurs. Enfin, la
dernie`re trace est
Tr
(
(/p+M∗)
(
−i κρ
2MN
σµαqα
)
(/p+ /q +M ∗)
(
i
κρ
2MN
σνβqβ
))
=
(
κρ
2MN
)2(
4qµqν(p · q − 2M ∗2) + 8p · q(pµqν + pνqµ)− 8q2pµpν
+4gµν(2q2M∗2 − 2(p · q)2 − (p · q)q2)
)
. (6.40)
On peut ve´rifier que cette expression, qui est syme´trique, s’annule lorsqu’on
la projette sur qµ ou qν . Cette dernie`re partie se de´compose comme les deux
autres et comme la totalite´ du propagateur de polarisation du rho sur les
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deux premiers tenseurs. Les contributions sur chaque canal sont donne´es par
des Kj de´finis de fac¸on similaire aux Kj axiaux de l’ e´quation (6.23) :
KρT =
(
1 + κ∗ρ
2M∗
)2
q22M∗2 − p · q − q
2
2
− p2T
(
1−
(
κ∗ρ
2M∗
)2)
,(6.41)
KρR = 2M
∗2 −
(
κ∗ρ
2M∗
)2
q2(p · q + 2p2T ) + 2p2T − κ∗ρq2. (6.42)
La constante de couplage tenseur du rho dans le milieu est de´finie par κ∗ρ =
κρM
∗/M . Ces expressions ont e´te´ volontairement mises sous une forme qui
fait ressortir leur structure non relativiste, en particulier la contribution en
(1 + κ∗ρ). L’interaction quand a` elle est simplement
Vρµν(q) = −g2ρ
gµν
ω2 −Ω2q
= −g2ρ
T1µν + T2µν + T3µν
ω2 − Ω2q
= Vρ(T1µν + T2µν + T3µν)
(6.43)
ou` Ω2q = m
2
ρ + |q|2. Finalement, l’e´nergie due exclusivement a` l’e´change de
rho est
Ecorrρ = −
3
2
V
∫
idωd3q
(2pi)4
(2 ln(1− VρΠρT ) + 2VρΠρT + ln(1− VρΠρR) + VρΠρR) ,
(6.44)
formellement analogue a` l’e´nergie dans le canal axial.
6.3.2 Couplage axial-rho
Cependant, certains diagrammes ont e´te´ jusqu’ici ne´glige´s : en effet, rien
n’empeˆche a priori que dans les diagrammes en anneaux, les propagateurs
de polarisation soient couple´s d’un coˆte´ au canal axial et de l’autre au canal
du rho. On est ainsi amene´ a` conside´rer deux nouveaux propagateurs de
polarisation :
Π0µνaρ (q) = 2
∫
d4p
(2pi)4
[
Tr
(
(/p+M∗)γµγ5(/p+ /q +M ∗)Γνρ
)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + q
µ → −qµ
]
;
(6.45)
Π0µνρa (q) = 2
∫
d4p
(2pi)4
[
Tr
(
(/p+M∗)Γµρ (/p+ /q +M ∗)γνργ
5
)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + q
µ → −qµ
]
.
(6.46)
L’e´valuation des traces montre que ces deux propagateurs sont e´gaux, et que
leur trace est proportionnelle a` εµνρσqρpσ. Parmi les six tenseurs T
µν , seul
le sixie`me ne donne pas ze´ro lorsqu’on le contracte avec cette quantite´. Les
propagateurs croise´s se de´composent donc uniquement sur T µν6 , et on note
Π0µνaρ (q) = Π
0µν
ρa (q) = Π
0
6(q)T6. (6.47)
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La structure tensorielle de ce terme est donne´e par
K6 = −
1 + κ∗ρ
2M∗
(|q|2M ∗Ep − 2M∗ωp·ˆq). (6.48)
(1+κ∗ρ) est en facteur du terme entier, contrairement au cas du canal trans-
verse du rho ou` ce facteur n’intervient que dans la limite non relativiste.
On peut remarquer que si on multiplie les polarisations croise´es par qµ
(ou qν), elles s’annulent. Dans le cas ou` le canal axial ne contiendrait que des
pions, le vertex d’interaction axial contiendrait un facteur qµ et il n’y aurait
pas de couplage entre le canal pionique et celui du rho, ce qui constitue un
re´sultat bien connu. Le couplage ici se fait donc graˆce a` la partie de contact.
Les e´quations de Dyson se ge´ne´ralisent de la manie`re suivante :
Πµνa = Π
0µν
a + Π
0µα
a VaαβΠ
βν
a + Π
0µα
6 VραβΠ
βν
ρa
Πµνρa = Π
0µν
6 + Π
0µα
6 VaαβΠ
βν
a + Π
0ρα
a VραβΠ
βν
ρa
Πµνρ = Π
0µν
ρ + Π
0µα
6 VaαβΠ
βν
aρ + Π
0µα
ρ VραβΠ
βν
ρ
Πµνaρ = Π
0µν
6 + Π
0µα
a VaαβΠ
βν
aρ + Π
0µα
6 VραβΠ
βν
ρ . (6.49)
On projette ces e´quations sur les six tenseurs T µνpossibles. D’apre`s leurs pro-
prie´te´s de´veloppe´es a` l’annexe B, le couplage axial-rho ne subsiste pas sur les
canaux longitudinal et purement relativiste : les e´nergies de corre´lation cor-
respondantes ne sont pas modifie´es par ce couplage. En revanche, le couplage
subsiste pour la partie transverse. On projette la premie`re et la troisie`me
e´quation du syste`me (6.49) sur le tenseur transverse, les deux autres sur
T µν6 . Les e´quations de Dyson se re´duisent a`
ΠaT = Π
0
aT + Π
0
aTVaTΠaT + Π
0
6VρΠρa
Πρa = Π
0
6 + Π
0
6VaTΠaT + Π
0
ρVρΠρa
pour les deux premie`res et deux autres e´quations similaires pour les dernie`res.
La re´solution de ce syste`me conduit pour le canal transverse a` des e´quations
semblables a` l’e´quation de Dyson (2.30), soit
Πa =
Π0a(1− VρΠ0ρ) + Π06VρΠ06
(1− VaΠ0a)(1− VρΠ0ρ)− VaVρ(Π06)2
Πρ =
Π0ρ(1− VaΠ0a) + Π06VaΠ06
(1− VaΠ0a)(1− VρΠ0ρ)− VaVρ(Π06)2
. (6.50)
Ce syste`me d’e´quations s’inte`gre ne´anmoins aise´ment a` l’aide de la charging
formula de manie`re analogue a` l’e´quation (2.34). Les diagrammes d’e´nergie
e´tant obtenus en refermant ceux de la figure 2.7 (b), seuls VaΠa et VρΠρ sont
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des quantite´s qui ont un sens et qui interviennent dans l’e´nergie :
∫
dλ
λ
VΠ(λ) =
∫
dλ
λ
VaΠa(λ) + VρΠρ(λ)
=
∫
dλ
λ
λ2VaΠ
0
a + λ
2VρΠ
0
ρ − 2λ4VaΠ0aVρΠ0ρ + 2λ4VaVρ(Π06)2
(1− λ2VaΠ0a)(1− λ2VρΠ0ρ)− λ4VaVρ(Π06)2
= −1
2
ln
(
(1− VaΠ0a)(1− VρΠ0ρ)− VaVρ(Π06)2
)
. (6.51)
Finalement, l’e´nergie de corre´lation dans le canal transverse est simplement
e´gale a`
EcorrT = −3V
∫
idωd3q
(2pi)4
[
ln
(
(1− VaTΠ0aT )(1− VρΠ0ρT )− VaTVρ(Π06)2
)
+VaTΠaT + VρΠρT
]
. (6.52)
Diagrammatiquement, on peut remarquer que les diagrammes mis en jeu
dans l’e´nergie de corre´lation sont les plus simples que l’on puisse faire avec
les ingre´dients que l’on posse`de. Outre les deux diagrammes de Fock, on
peut construire le diagramme de la figure 6.1.
pi
ρ
Fig. 6.1: Diagramme d’e´nergie duˆ au couplage axial-rho.
6.4 Re´sume´
Les re´sultats sont disperse´s dans les diffe´rentes sections pre´ce´dentes. On
re´sume ici les diffe´rentes contributions a` l’e´nergie de corre´lation.
Elle est e´gale a`
Ecorr = EcorrT +E
corr
R +E
corr
L (6.53)
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ou`, par analogie avec les e´quations (6.52) et (6.32), on de´duit
EcorrT = −3V
∫
idωd3q
(2pi)4
[
ln
(
(1− VaTΠ0aT )(1− VρΠ0ρT )− VaTVρ(Π06)2
)
+VaTΠ
0
aT + VρΠ
0
ρT
]
, (6.54)
EcorrR = −
3
2
V
∫
idωd3q
(2pi)4
[
ln(1− VaRΠ0aR) + VaRΠ0aR
+ ln(1− VρΠ0ρR) + VρΠ0ρR
]
, (6.55)
EcorrL = −
3
2
V
∫
idωd3q
(2pi)4
ln(1− VaLΠ0aL) + VaLΠ0aL (6.56)
Les expressions des interactions Va,ρ sont d’apre`s les e´quations (6.31) et
(6.43)
VaT = VaR = −g′v2(q)
(
gA
2fpi
)2
(6.57)
VaL = v
2(q)
(
gA
2fpi
)2( q2µ
ω2 − ω2q
− g′
)
(6.58)
Vρ = −v2(q)
g2ρ
ω2 − Ω2q
. (6.59)
On a introduit un facteur de forme v2(q) qui permet un cut-off en impulsion.
On le prend quadratique :
v(q) =
(
Λ2
Λ2 + |q|2
)2
(6.60)
avec Λ = 980 MeV. Ce choix permet de retrouver une valeur convenable pour
la partie pionique du terme sigma du nucle´on (e´quation (1.49)) [87, 88, 55].
Les propagateurs de polarisation sont quand a` eux donne´s par les e´qua-
tions (6.23), (6.26), (6.42) et (6.48). Pour la partie axiale, les trois canaux
j = T,R,L sont tels que
Π0aj
∫
4dp
(2pi)3
[
Np
Ep
Kaj(q,p)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + (q
µ → −qµ)
]
(6.61)
avec
KaT = −2M∗2 − p · q − p2T
KaR = 2p
2
T
KaL = −2M∗2. (6.62)
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Pour la partie rho seul, on obtient une structure similaire a` celle du cas axial
pour les canaux j = T,R :
Π0ρj
∫
4dp
(2pi)3
[
Np
Ep
Kρj(q,p)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + (q
µ → −qµ)
]
(6.63)
avec
KρT =
(
1 + κ∗ρ
2M∗
)2
q22M∗2 − p · q − q
2
2
− p2T
(
1−
(
κ∗ρ
2M∗
)2)
KρR = 2M
∗2 −
(
κ∗ρ
2M∗
)2
q2(p · q + 2p2T ) + 2p2T − κ∗ρq2. (6.64)
Enfin, le propagateur de polarisation correspondant au couplage axial-rho
est tel que
Π06
∫
4dp
(2pi)3
[
Np
Ep
K6(q,p)
(p+ q)2 −M∗2 + iη + (q
µ → −qµ)
]
(6.65)
avec
K6 = −
1 + κ∗ρ
2M∗
(|q|2M ∗Ep − 2M∗ωp·ˆq). (6.66)
6.5 Discussion
6.5.1 Rotation de Wick
Les inte´grations sur ω et ~q restant dans les e´nergies de corre´lation ne
peuvent eˆtre re´alise´es analytiquement. On les re´sout nume´riquement. Cepen-
dant, les diffe´rentes quantite´s ci-dessus contiennent des poˆles pour ω = ±ωq
et ω = ±Ωq. On utilise l’astuce introduite dans [89]. On place ω dans le plan
complexe et on effectue une rotation de Wick comme indique´ sur la figure
6.2. La fraction 1/(ω2 − ω20), qui apparaˆıt dans les propagateurs de me´sons
(avec ω0 = ωq pour le pion et ω0 = Ωq pour le rho) mais aussi dans le pro-
pagateur de polarisation (avec ω0 = Ep+q −Ep a` la limite non relativiste),
correspond en re´alite´ au propagateur de Feynman :
1
ω2 − ω20 + iη
=
1
2ω0
(
1
ω − ω0 + iε −
1
ω + ω0 − iε
)
. (6.67)
Les poˆles ne sont donc pas dans le contour d’inte´gration, et la rotation de
Wick correspond simplement au changement de variable ω = iz. L’e´le´ment
d’inte´gration est modifie´ selon∫ ∞
−∞
idωdq
(2pi)4
F (ω,q)→ −
∫ ∞
−∞
dzdq
(2pi)4
F (ω = iz,q). (6.68)
Les propagateurs contenus dans l’inte´grant sont donne´s en fonction de z a`
l’annexe C.
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ω = ωq − iε
ω = −ωq + iε
Fig. 6.2: Rotation de Wick de la variable d’inte´gration ω. Les commentaires
sont donne´ dans le texte.
6.5.2 Limite non relativiste
Pour conclure cette e´tude, il est inte´ressant de calculer la limite non
relativiste afin de comparer les re´sultats a` ceux de travaux similaires re´alise´s
directement dans ce cas [56].
La limite non relativiste est obtenue en faisant trois simplifications par
rapport au cas relativiste donne´ e´quation (6.19). Tout d’abord, on ne´glige
les antinucle´ons dans le propagateur de fermion, Ensuite on ne garde que
les termes d’ordre dominant en 1/MN dans la structure des vertex issue des
spineurs de Dirac et donne´e par les traces. Enfin, on ope`re la simplifica-
tion cine´matique Ep ' M∗ + p2/2M∗ et on ne garde que le terme d’ordre
dominant.
Pour oˆter les excitations contenant les antinucle´ons, on re´e´crit le de´nomi-
nateur de l’e´quation (6.19) :
1
Ep
1
(p+ q)2 −M∗2 + iη =
1
Ep
1
q2 + 2p · q + iη
=
1
2EpEp+q
(
1
ω −Ep+q +Ep + iη −
1
ω +Ep+q +Ep − iη
)
.
(6.69)
Le premier terme correspond a` une paire particule-trou se propageant dans
le sens du temps et le deuxie`me terme correspond a` une paire nucle´on-
antinucle´on se propageant en arrie`re. La fraction pre´sente dans le terme
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(qµ → −qµ) peut eˆtre a` son tour re´e´crite :
1
Ep
1
(p− q)2 −M∗2 + iη = −
1
2EpEp−q
(
1
ω +Ep−q −Ep − iη −
1
ω −Ep−q −Ep + iη
)
.
(6.70)
Cette fois-ci, le premier terme repre´sente une paire particule-trou se propa-
geant en arrie`re et le deuxie`me une paire N¯N se propageant vers l’avant.
Dans la limite non relativiste, on ne garde que les termes particule-trou qui
peuvent se re´e´crire
1
EpEp+q
1
(ω −Ep+q +Ep + iη) −
1
EpEp−q
1
(ω +Ep−q −Ep − iη) (6.71)
On incorpore le terme imaginaire du propagateur qui avait e´te´ ne´glige´ e´qua-
tion (6.18). La somme des fractions conside´re´es alors e´gale a`
1
EpEp+q
(
1
ω −Ep+q +Ep + iη −
1
ω +Ep+q −Ep − iη
)
(6.72)
La structure des vertex quand a` elle est donne´e par les Kj (e´quations
(6.26), (6.42), (6.48)), ce qui conduit a` la limite non relativiste a`
KaT = KaL = −KρR = −2M∗2
K6 = −1 + κ
∗
2M∗
|q|2M∗2
KρT =
(
1 + κ∗
2M∗
)2
|q|22M∗2.
KaR est ne´gligeable. On a utilise´ le fait que Ep 'M∗. Les termes tenseur du
rho et croise´ sont d’ordre supe´rieur en |q|/M . Cependant, e´tant donne´ que
κρ ∼ 5, on conside`re qu’ils ne sont pas ne´gligeables. Si on re´sume les points
pre´ce´dents, on peut e´crire les propagateurs non relativistes en fonction de
la quantite´
Π0(ω, ~q) =
∫
4dp
(2pi)3
NpPp−q(
1
ω −Ep+q +Ep + iη −
1
ω +Ep+q −Ep − iη
)
(6.73)
qui n’est autre que le propagateur non relativiste. Pp correspond aux e´tats
non occupe´s, il est de´fini par Pp ≡ 1 − Np, soit ici dans le cas de la
tempe´rature nulle Pp−q = θ(|p− q| − pF ). On obtient
−Π0aT = −Π0aL = Π0ρR = Π0
Π06 = −
1 + κ∗ρ
2M∗
|q|Π0
Π0ρT =
(
1 + κ∗ρ
2M∗
)2
|q|2Π0.
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Les e´quations de Dyson donnent alors simplement
(VaTΠaT + VρΠρT )
NR =
V NRT Π
0
1− V NRT Π0
(6.74)
(VaRΠaR + VρΠρR)
NR =
VρΠ
0
1− VρΠ0 (6.75)
(VaLΠaL)
NR =
V NRL Π
0
1− V NRL Π0
(6.76)
avec les propagateurs de me´sons non relativistes
V NRT = (VaT + Cρ|q|2Vρ)NR =
(
gA
2fpi
)2
(g′ + Cρ|q2|Dρ) (6.77)
V NRL =
(
gA
2fpi
)2
(g′ + |q|2Dpi) (6.78)
ou`
Cρ =
(
gA
2fpi
)−2
g2ρ
(
1 + κ∗ρ
2M∗
)2
. (6.79)
Finalement, l’e´nergie de corre´lation est dans cette limite similaire a` l’e´nergie
de corre´lation obtenue par un calcul non relativiste [56]. Les e´quations (6.74)
et (6.76) correspondent respectivement aux canaux transverse et longitudi-
nal de spin-isospin. Le terme (6.75) n’a rien a` voir avec le spin-isospin. C’est
un effet qui provient de la composante temporelle de la partie vecteur de
l’interaction. Sa contribution est cependant faible :−0, 64 MeV a` densite´
normale. E´tant donne´ que ce dernier canal contribue surtout dans cas rela-
tiviste, on indice les quantite´s qui en de´pendent par R et on l’appelle canal
« purement relativiste » par abus de langage.
Cette e´tude permet de faire une petite remarque. E´tant donne´ que dans
la limite non relativiste les densite´s scalaire et vecteur (ou baryonique) sont
e´gales, les propagateurs particule-trou pour les me´sons sigma, ome´ga et rho
sont e´gaux a` Π0. L’interaction a` prendre en compte si on veut re´aliser la
RPA pour le canal σ + ω est
Vσ+ω =
g∗2S
q2 −m∗2σ
− g
2
ω
q2 −m2ω
. (6.80)
Compte tenu du fait que les masses des me´sons sigma et ome´ga sont voisines
(environ 800 MeV) et que le terme dominant dans l’e´nergie de corre´lation est
duˆ a` l’e´change de ces deux me´sons, on peut estimer l’e´nergie de corre´lation
du canal σ + ω a` la limite non relativiste comme e´tant
Ecorrσ+ω ∼
1
3
(
g∗2S − g2ω
g2ρ
)2
EcorrρR (6.81)
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g′ 0,7 0,5
gω 7,6 7,3
C 1,14 1,3
ρ/ρ0 1,00 1,00
E/A (MeV) -15,95 -15,87
K (MeV) 250 270
Tab. 6.1: Valeurs des parame`tres et coordonne´es du point de saturation
lorsque les interactions de contact et du rho sont incluses.
ou` EcorrρR est obtenu en prenant la limite non relativiste de la deuxie`me ligne
de l’e´quation (6.55). Le facteur 1/3 est un simple facteur d’isospin. Avec les
valeurs gω = 7, 6 et g
∗
S = 6, 1 (voir plus haut), on obtient E
corr
σ+ω ∼ −0, 8 MeV
qui est ne´gligeable. Ceci justifie a posteriori qu’on se limite a` l’approximation
de champ moyen pour les e´changes de sigma et de ome´ga.
6.6 Re´sultats
6.6.1 Point de saturation de la matie`re nucle´aire
Comme il a de´ja` e´te´ dit plus haut a` l’occasion des re´sultats de la partie
champ moyen, l’ide´e de ce travail est d’e´tudier la matie`re nucle´aire en fixant
les parame`tres a` l’aide de la phe´nome´nologie hadronique et des re´sultats sur
re´seau. L’ajustement fin permettant de reproduire les proprie´te´s de satura-
tion de la matie`re nucle´aire autorise la constante de couplage du ome´ga a`
varier autour de gω ' 3gρ ' 8 et le parame`tre de la re´ponse nucle´onique
a` varier autour de C ' 1, 25. Le parame`tre de Landau–Migdal qui pro-
vient des forces de contact n’est pas totalement fixe´, on choisit d’e´tudier
les re´sultats en fonction de sa valeur, en particulier on se place a` la valeur
g′ = 0, 7, compatible avec les donne´es les plus re´centes [71]. Les re´sultats
sont consigne´s dans le tableau 6.1. Rappelons que le champ moyen est re´alise´
ici dans l’approximation de Hartree avec contact. Le tableau auquel compa-
rer les re´sultats est donc le tableau 5.2, et en particulier la dernie`re colonne.
Les valeurs des parame`tres gω et C se sont rapproche´es des valeurs donne´es
respectivement par le mode`le VDM et par les simulations sur re´seaux. En
particulier, C a fortement diminue´. La compressibilite´ quant a` elle est main-
tenant a` la valeur attendue autour de 240−250 MeV. Ces re´sultats peuvent
eˆtre compris a` la lumie`re de la figure 6.3. La courbe en tirete´ repre´sente
l’e´nergie de corre´lation. Cette courbe n’est pas line´aire avec la densite´, ce
qui aide a` re´aliser la saturation. Il n’y a alors plus besoin d’une re´ponse
scalaire aussi grande, ce qui permet de diminuer le parame`tre de re´ponse
nucle´onique C. Ceci permet de re´duire la compressibilite´. La figure 6.4 est
identique a` la figure 6.3 avec g′ = 0, 5. Globalement, l’e´nergie de corre´lation
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Fig. 6.3: E´nergie de liaison (trait plein) en fonction de la densite´ incluant
l’e´nergie de corre´lation. Celle-ci est repre´sente´e en tirete´s et la
contribution du champ moyen est en pointille´s. Cette saturation a
e´te´ ajuste´e pour g′ = 0, 7 et correspond a` la premie`re colonne du
tableau 6.1.
est plus petite que dans le cas g′ = 0, 7. De ce fait, le parame`tre de re´ponse
nucle´onique C et la compressibilite´ K sont moins diminue´s.
6.6.2 Effets du contact
Il est e´galement inte´ressant d’e´tudier les variations en fonction de g ′ des
diffe´rentes contributions a` l’e´nergie de corre´lation. Les re´sultats sont re´sume´s
sur le tableau 6.2. Les trois premie`res lignes du tableau concernent le cas
axial sans rho. Sans les termes de contact, seul le canal longitudinal contri-
bue a` l’e´nergie de corre´lation puisque le pion est purement longitudinal.
Lorsque le contact augmente, il e´crante la contribution des pions et l’e´nergie
de corre´lation longitudinale tend a` s’annuler. Au contraire, c’est le canal
transverse qui contribue. La partie purement relativiste reste ne´gligeable
comme mentionne´ dans la partie sur la limite non relativiste. Dans le cas
des perturbations chirales [76], il n’y a pas d’effet des corre´lations a` courte
porte´e. L’e´crantage n’ayant pas lieu, la contribution des boucles de pions est
de -68 MeV, soit presque un ordre de grandeur entre les deux approches.
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Fig. 6.4: E´nergie de liaison (trait plein) en fonction de la densite´ incluant
l’e´nergie de corre´lation. Celle-ci est repre´sente´e en tirete´s et la
contribution du champ moyen est en pointille´s. Cette saturation a
e´te´ ajuste´e pour g′ = 0, 5 et correspond a` la seconde colonne du
tableau 6.1.
Les deux lignes suivantes concernent le rho sans le canal axial. La par-
tie purement relativiste, correction a` l’e´nergie de corre´lation du rho, vaut
EρR = −0, 65 MeV. Enfin, la dernie`re ligne donne la contribution au canal
transverse lorsqu’on prend en compte les interactions axiale et du rho. L’ef-
fet du couplage axial/rho est de diminuer l’e´nergie transverse qui serait trop
grande si on prenait la somme de l’axial transverse et du rho transverse. On
remarque qu’elle pre´sente un minimum vers g ′ ' 0, 2 a` 0, 3, a` ce moment il
y a la compensation la plus importante entre l’e´change de rho attractif et le
contact.
On peut aussi e´tudier la variation des diffe´rentes contributions avec la
densite´. C’est l’objet de la figure 6.5. Comme pour le tableau 6.2, seule
l’e´nergie longitudinale diminue lorsque g ′ augmente. Pour g′ petit, il n’est
plus possible de calculer la partie longitudinale de l’e´nergie de corre´lation. En
effet, lorsque g′ diminue ou que la densite´ augmente, VLΠL augmente dans
le canal longitudinal. A` e´nergie nulle, un poˆle apparaˆıt alors dans le canal
pionique pour une impulsion critique qc telle que (1−VaLΠ0aL)(ω = 0, qc) = 0.
On se trouve dans le cas de la condensation des pions [90]. Ce phe´nome`ne
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g’ 0 0,1 0,2 0,3 0,4 0,5 0,6 0,7
Axial Transverse 0 -0,3 -1,0 -2,3 -4,0 -6,0 -8,5 -11,2
Axial Relativiste 0 -0,00 - 0,00 -0,01 -0,01 -0,02 -0,03 -0,04
Axial Longitudinal × -12,5 -8,8 -6,0 -4,0 -2,4 -1,3 -0,6
Rho Transverse -2,64
Rho Relativiste -0,65
Axial/Rho Transverse -2,6 -1,5 -0,9 -0,9 -1,4 -2,4 -3,7 -5,5
Tab. 6.2: Variations des contributions a` l’e´nergie de corre´lation en fonction
de g′.
est illustre´ figure 6.5. Pour g′ = 0, 7, il intervient a` haute densite´ et ne nous
concerne pas. En revanche, pour g′ = 0, 15, le phe´nome`ne intervient a` des
densite´s supe´rieures ou e´gales a` 1, 9. Pour g ′ = 0.036, la condensation des
pions intervient a` la densite´ ordinaire. Lorsque VLΠL → 1−, l’e´nergie de
corre´lation diverge comme on le voit sur la figure 6.5 pour g ′ = 0, 15. Ceci
rappelle un phe´nome`ne d’opalescence critique [91]. On peut remarquer que
le calcul relativiste est moins favorable a` la condensation des pions que le
calcul non relativiste. Par exemple, pour g ′ = 0, 3, la condensation apparaˆıt
a` la densite´ critique ρ = 2, 2ρ0 pour le cas non relativiste tandis qu’elle a
lieu a` des densite´s supe´rieures a` 3ρ0 pour le cas relativiste.
6.6.3 Influence du facteur de forme
Enfin, il faut remarquer que ces re´sultats de´pendent a priori du cut-off
choisi. Celui-ci a e´te´ introduit e´quation (6.60). Dans les re´sultats pre´sente´s
jusqu’ici, le cut-off e´tait le meˆme pour la partie axiale et pour la partie en rho.
Si on fixe un nouveau cut-off pour le rho, par exemple Λρ = 1500 MeV, les
diffe´rentes composantes de l’e´nergie de corre´lation e´voluent comme pre´sente´
dans le tableau 6.3. La troisie`me colonne correspond a` un nouveau point
de saturation avec Λρ = 1500 MeV. Les proprie´te´s du point de saturation
sont peu modifie´es par le changement de cut-off du rho. En revanche, elles
le seraient conside´rablement si on modifiait le cut-off axial.
6.6.4 Contribution du baryon ∆(1232)
Dans l’e´tude non relativiste [56], il a e´te´ montre´ que la contribution du
nucle´on excite´ ∆(1232) est importante. Cependant, cette contribution est
quasiment line´aire avec la densite´, ce qui est indistinguable phe´nome´nologi-
quement d’un e´change de ome´ga. En pratique, les contributions ∆-trou
peuvent eˆtre simule´es par une le´ge`re augmentation/diminution de gω.
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Fig. 6.5: E´volution des diffe´rentes contribution a` l’e´nergie de corre´lation
avec g′. La courbe en trait plein correspond a` g ′ = 0, 7, celle en
tirete´s a` g′ = 0, 5 et celle en pointille´s a` g′ = 0, 3. La courbe en
tirete´s-pointille´s correspond au cas g ′ = 0, 15 discute´ dans le texte.
Λρ [MeV] 980 1500 1500
gω 7,6 7,6 7,8
C 1,14 1,14 1,15
K [MeV] 250 250
Ecorr [MeV] -6,8 -9,4 -9,4
ET [MeV] -5,5 -7,1 -7,1
ERρ [MeV] -0,6 -1,6 -1,6
Tab. 6.3: E´volution de l’e´nergie de corre´lation en fonction du cut-off du rho.
La dernie`re colonne correspond a` un nouveau point de saturation
tenant compte du nouveau cut-off. La tableau est calcule´ pour g ′ =
0, 7.
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Conclusion
Ces recherches peuvent naturellement eˆtre continue´es dans plusieurs di-
rections.
Tout d’abord, il manque a` cet expose´ une e´valuation du condensat de
quarks qui permettrait d’estimer le degre´ de restauration de la syme´trie
chirale dans notre mode`le. Pour cela, il faut de´river l’e´quation d’e´tat par
rapport a` la masse m des quarks. On e´crit d’abord la densite´ de grand
potentiel ω(µ) = ε − µρ. Plutoˆt que de de´river par rapport a` la masse des
quarks, on de´rive par rapport au parame`tre c = fpim
2
pi relie´ a` m par la
relation GOR : ∂c/∂m = −2 < q¯q >vac /fpi. Ce calcul, simple mais pas
imme´diat, a e´te´ re´alise´ dans le cas non relativiste [56]. Il faudrait donc le
reprendre ici a` partir de l’e´nergie relativiste en incluant les termes de Fock
et de corre´lation.
Il n’y aurait pas de physique nucle´aire sans noyaux finis. Ce sont e´vi-
dement les grand absents de ce travail. Le proble`me, comme on a pu s’en
rendre compte, est que les calculs relativistes sont tre`s lourds. De´velopper
un programme optimise´ pour le calcul des noyaux finis dans une approche
relativiste constitue un travail de the`se en soi et il a e´te´ de´cide´ de le laisser de
coˆte´ provisoirement. Cependant, ce programme est actuellement de´veloppe´
de manie`re ge´ne´rale (Hartree–Fock–Bogoliubov relativiste avec couplages
de´pendant de la densite´ et en syme´trie axiale pour les noyaux sphe´riques,
de´forme´s et proches des lignes d’instabilite´ proton et neutron) par Jean-Paul
Ebran a` l’IPN d’Orsay et il serait inte´ressant de pouvoir l’utiliser dans le
cadre de notre e´tude. Cependant, les me´thodes de champ moyen relativistes
peuvent conduire a` des fonctionnelles de la densite´ au meˆme titre que celle
de Skyrme ; cette approche serait a` explorer.
L’e´quation d’e´tat des e´toiles a` neutrons peut eˆtre utilise´e telle quelle pour
pre´dire des masses et des rayons d’e´toiles a` neutrons. Cependant, comme il
a e´te´ dit dans le premier chapitre, il serait e´galement inte´ressant d’e´tudier
l’influence d’autres phe´nome`nes sur les pre´dictions. En particulier, l’inclu-
sion de saveurs e´tranges peut se faire naturellement dans notre mode`le en
remplac¸ant la somme sur les protons et les neutrons par une somme sur les
membres de l’octet de SUf (3), N , Λ, Σ et Ξ. Ce travail a e´te´ fait dans le
cadre du mode`le du couplage quarks-me´sons [28]. Il faudrait aussi regarder
l’influence d’une phase de´confine´e dans la matie`re tre`s dense au centre des
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e´toiles a` neutrons. Les the´ories type mode`le de Walecka ne comportant pas
de quarks, ce travail pourrait eˆtre fait a` partir d’un mode`le de quarks type
NJL ou PNJL (NJL avec boucles de Polyakov).
Annexe A
De´tails du calcul de l’e´nergie
a` l’approximation de
Hartree–Fock
Cette annexe de´taille les calculs permettant d’obtenir l’e´nergie de satu-
ration de la matie`re nucle´aire a` l’approximation de Hartree-Fock. Par sim-
plicite´, on se limite a` des interactions de Yukawa pour les me´sons comme
dans [2]. Le champ scalaire chiral, quand a` lui, est largement traite´ dans le
corps du texte, on renvoie donc le lecteur au chapitre 5.
1.1 Lagrangien d’interaction
Pour trouver le hamiltonien, il faut commencer par re´e´crire le lagrangien.
On va transformer chaque partie du lagrangien correspondant a` un me´son
de´termine´, en commenc¸ant par exemple par le σ.
Lσ = 1
2
∂µσ∂
µσ − 1
2
m2σσ
2 − gσψ¯σψ. (1.1)
L’e´quation d’Euler–Lagrange est la meˆme que celle donne´e dans le texte
(3.8) :
(− +m2s)σ = −gσψ¯ψ. (1.2)
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Elle permet de re´e´crire le lagrangien en fonction uniquement du terme d’in-
teraction :
Lσ = 1
2
∂µσ∂µσ − 1
2
m2σσ
2 − gσψ¯σψ
= −1
2
σ∂µ∂
µσ − 1
2
m2σσ
2 − gσψ¯σψ
= −1
2
σ
(
 +m2σ
)
σ − gσψ¯σψ
=
1
2
gσψ¯σψ − gσψ¯σψ
= −1
2
gσψ¯σψ. (1.3)
Dans la deuxie`me ligne, on a utilise´ le fait que implicitement, le lagran-
gien (et non la densite´ lagrangienne) est inte´gre´ sur l’espace et on a fait
une inte´gration par parties. Pour le me´son ω, l’e´quation d’Euler–Lagrange
s’e´crit :
∂µFµν +m
2
ωων = gωψ¯γνψ. (1.4)
On suppose que le courant de nucle´ons est conserve´, c’est-a`-dire :
∂µ
(
ψ¯γµψ
)
= 0. (1.5)
Le terme de de´rive´e devient donc :
∂ν∂µFµν +m
2
ω∂
νων = ∂
ν
(
gωψ¯γνψ
)
= 0, (1.6)
ce qui donne ∂νων = 0. Sachant que Fµν est antisyme´trique, l’e´quation
d’Euler–Lagrange statique devient :
(
 +m2ω
)
ων = gωψ¯γνψ. (1.7)
On peut alors refaire le meˆme raisonnement (e´quation (1.3)) que pour le σ
et mettre le lagrangien du ω sous la forme :
Lω = −1
2
gωψ¯γµω
µψ. (1.8)
Le me´son ~δ, isovecteur, peut eˆtre traite´ simplement : l’e´quation d’Euler–
Lagrange ressemble a` celle du σ :
( +m2δ)
~δ = −gδψ¯~τψ (1.9)
et le lagrangien associe´ se re´duit a` :
Lδ = −1
2
gδψ¯~δ · ~τψ. (1.10)
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Le pion et le rho sont plus complique´s a` traiter dans la mesure ou` ils
contiennent deux termes d’interaction et ou` ceux-ci vont e´ventuellement
interfe´rer. Pour le pion, bien qu’il faille in fine ne garder qu’un des deux
termes d’interaction, on conserve pour l’instant dans le lagrangien les termes
pseudo-scalaire et pseudo-vecteur. Le lagrangien du rho quand a` lui contient
bien les termes vecteur et tenseur :
Lpi = 1
2
∂µpia∂µpia − 1
2
m2pipi
2
a − igpiψ¯γ5~τ · ~piψ −
gA
2fpi
ψ¯γ5γµ∂µ~pi · ~τψ (1.11)
Lρ = −1
4
~Gµν ~G
µν +
1
2
m2ρ~ρ
2
a − gρ
(
ψ¯γµ~ρµ · ~τψ − κρ
2MN
ψ¯σµν∂ν~ρµ · τψ
)
(1.12)
Les e´quations d’Euler–Lagrange sont obtenues de manie`re comparable a`
celles des autres me´sons, en particulier pour le rho on suppose comme pour
le ome´ga que le courant me´sonique est conserve´ :
( +m2pi)~pi = −gpiψ¯γ5~τψ +
gA
2fpi
∂µψ¯γ
5γµ~τψ. (1.13)
( +m2ρ)~ρ
µ = gρ
(
ψ¯γµ~τψ +
κρ
2MN
∂νψ¯σ
µν~τψ
)
. (1.14)
Comme pour les autres me´sons, les lagrangiens cine´tiques sont e´gaux a` la
moitie´ des lagrangiens d’interaction.
1.2 Expression du hamiltonien
Le hamiltonien est ensuite e´crit comme la transforme´e de Legendre du
lagrangien. Ces calculs ont de´ja` e´te´ faits dans le chapitre 5. On les refait
ici de manie`re un peu diffe´rente. Dans l’approximation statique, les de´rive´es
temporelles de champs de me´sons sont nulles et le hamiltonien se simplifie
selon :
H =
∫
t=0
dx
(
Σipii
∂ϕi
∂t
−L
)
(1.15)
=
∫
t=0
dx
(
iψ¯γ0∂tψ − ψ¯ (iγµ∂µ −M)ψ
+
1
2
gσψ¯σψ +
1
2
gωψ¯γµω
µψ +
1
2
gδψ¯~δ · ~τψ
+
i
2
gpiψ¯γ
5~τ · ~piψ + 1
2
gA
2fpi
ψ¯γ5γµ∂µ~pi · ~τψ
+
1
2
gρ
(
ψ¯γµ~ρµ · ~τψ − κρ
2MN
ψ¯σµν∂ν~ρµ · τψ
))
(1.16)
Afin d’e´crire le hamiltonien en fonction des champs de nucle´ons qui sont les
degre´s de liberte´ du syste`me, on e´crit les champs de me´sons en fonction de
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ceux des nucle´ons. Les e´quations d’Euler–Lagrange permettent de trouver
les champs de me´sons de la forme pre´sente´e e´quations (3.11) et (3.12) avec
les propagateurs de la forme a` droite de l’e´quation (3.14). Pour la partie
cine´tique et les trois me´sons sigma, ome´ga et delta, on trouve simplement :
H =
∫
t=0
dx
(
iψ¯γ0∂tψ − ψ¯
(
iγ0∂t − iγi · ∂i −M
)
ψ
)
+
∫
t=0
dx
(
1
2
gσψ¯(~x)σ(~x)ψ(~x) +
1
2
gωψ¯(~x)γµω
µ(~x)ψ(~x) +
1
2
gδψ¯(~x)~δ(~x) · τψ(~x)
)
=
∫
t=0
dx
(
ψ¯(−iγ ·∇ +M)ψ)
−g
2
σ
2
∫
dxdx′ψ¯(x)ψ¯(x′)Dσ(x− x′)ψ(x′)ψ(x)
+
g2ω
2
∫
dxdx′ψ¯(x)ψ¯(x′)Dωγµ(1)γ
µ(2)(x − x′)ψ(x′)ψ(x)
−g
2
δ
2
∫
dxdx′ψ¯(x)ψ¯(x′)Dδ(x− x′)~τ (1) · ~τ(2)ψ(x′)ψ(x), (1.17)
ce qui correspond bien a` l’e´quation (3.15). Comme explique´ a` cet endroit, les
indices (1) et (2) font re´fe´rence a` la contraction entre les fermions de´pendant
de x ou de x′. Pour les me´sons pion et rho, la situation est plus complexe.
D’une part, la pre´sence des de´rive´es doit eˆtre traite´e avec pre´caution, d’autre
part les expressions des me´sons de´pendent de deux termes a` chaque fois, un
pseudo-scalaire et un pseudo-vecteur pour le pion, un vecteur et un tenseur
pour le rho. Lorsqu’on injecte l’e´quation dans le hamiltonien, il apparaˆıt des
termes croise´s entre les deux types d’interaction pour chacun des me´sons. On
commence par re´e´crire l’e´quation donnant le pion en fonction des champs
de fermions :
pi(x) =
∫
d4x′Dpi(x− x′)
(
−gpiψ¯(x′)γ5τψ(x′) + gA
2fpi
∂′µψ¯(x
′)γ5γµ~τψ(x)
)
=
∫
d4x′
(
−gpiψ¯(x′)Dpi(x− x′)γ5τψ(x′)− gA
2fpi
ψ¯(x′)∂′µDpi(x− x′)γ5γµ~τψ(x)
)
=
∫
d4x′
(
−gpiψ¯(x′)Dpi(x− x′)γ5τψ(x′) + gA
2fpi
ψ¯(x′)∂µDpi(x− x′)γ5γµ~τψ(x′)
)
(1.18)
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ou` l’on a fait une inte´gration par parties dans la deuxie`me ligne et remarque´
que ∂′D(x−x′) = −∂D(x−x′). Ainsi pour le pion, le hamiltonien devient :
Hpi =
1
2
∫
t=0
dx
(
gpiψ¯(~x)γ
5~pi(~x) · ~τψ(~x)− gA
2fpi
~pi(~x)∂µψ¯(~x)γ
5~τψ(~x)
)
=
1
2
∫
t=0
dx
(
gpiψ¯(~x)γ
5~pi(~x) · ~τψ(~x) + gA
2fpi
∂µ~pi(~x)ψ¯(~x)γ
5~τψ(~x)
)
=
1
2
∫
t=0
dx
∫
t=0
dx′
(
− g2piψ¯(~x)ψ¯(x′)Dpi(x− x′)(γ5~τ)(1)(γ5~τ)(2)ψ(x′)ψ(~x)
+gpi
gA
2fpi
ψ¯(~x)ψ¯(x′)∂µDpi(x− x′)(γ5~τ)(1)(γ5γµ~τ)(2)ψ(x′)ψ(~x)
−gpi gA
2fpi
∂µDpi(x− x′)ψ¯(x′)γ5τψ(x′)ψ¯(~x)γ5~τψ(~x)
−
(
gA
2fpi
)2
∂µ∂
µDpi(x− x′)ψ¯(x′)γ5τψ(x′)ψ¯(~x)γ5~τψ(~x)
)
=
1
2
∫
t=0
dx
∫
t=0
dx′
(
− g2piψ¯(~x)ψ¯(x′)Dpi(x− x′)γ5~τψ(x′)γ5~τψ(~x)
−
(
gA
2fpi
)2
∂µ∂
µDpi(x− x′)ψ¯(x′)γ5τψ(x′)ψ¯(~x)γ5~τψ(~x)
)
. (1.19)
Ici encore, dans la deuxie`me ligne, on a effectue´ une inte´gration par parties.
Les termes croise´s du pion disparaissent.
Pour le rho, on peut reprendre la meˆme me´thodologie, en e´crivant le
champ de rho en fonction des champs de me´sons :
~ρ(x)µ = gρ
∫
d4x′
(
Dρ(x− x′)ψ¯γµ~τψ + κρ
2MN
∂νDρ(x− x′)ψ¯σµν~τψ
)
.
(1.20)
Cette fois-ci, en revanche, les termes croise´s ne disparaissent pas :
Hρ =
g2ρ
2
∫
t=0
dx
∫
t=0
dx′
(
ψ¯(~x)ψ¯(x′)Dρ(x− x′)(γµ~τ)(1)(γµ~τ )(2)ψ(x′)ψ(~x)
+
κρ
2MN
ψ¯(~x)ψ¯(x′)∂αDρ(x− x′)(γµ~τ)(1)(σµα~τ)(2)ψ(x′)ψ(~x)
+
κρ
2MN
ψ¯(~x)ψ¯(x′)∂αDρ(x− x′)(σµα~τ)(1)(γµ~τ)(2)ψ(x′)ψ(~x)
+
(
κρ
2MN
)2
ψ¯(~x)ψ¯(x′)∂α∂βDρ(x− x′)(σµα~τ)(1)(σµβ~τ)(2)ψ(x′)ψ(~x)
)
.
(1.21)
1.3 Densite´ d’e´nergie
Afin de calculer la densite´ d’e´nergie ε, on utilise les e´quations (2.11),
(2.12) et (3.17) a` (3.22). Par soucis de simplicite´, il a e´te´ de´cide´ ici de passer
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directement en repre´sentation d’impulsion. On retrouvera donc les re´sultats
pre´sente´s dans le chapitre sur le mode`le de Walecka qui sont aussi ceux qu’on
utilise nume´riquement.
1.3.1 E´nergie cine´tique
On commence par le terme d’e´nergie cine´tique :
εcin =
〈ϕ0|
∫
t=0 dx
(
ψ¯(−iγ · ∇+ M)ψ) |ϕ0〉
V
=
1
V 2
∑
p1, α1
p2, α2
∫
dxu¯α2(p2)e
−ip1 ·x (γ · p1 + M) eip1 ·xuα1(p1)
∏
p3 ∈ F, α3
p4 ∈ F, α4
〈0|bp4 ,α4b+p2,α2bp1,α1b+p3,α3 |0〉.
L’inte´grale sur dx donne comme en (3.18) un facteur V δp1−p2 en notations
discre`tes. La contraction sur le vide des ope´rateurs de cre´ation et d’anni-
hilation donne un facteur δα1,α2 si p1 < pF et 0 sinon. Le terme d’e´nergie
cine´tique est donc finalement :
εcin =
1
V
∑
p1∈pF ,α1
u¯α1(p1) (γ · p1 + M) uα1(p1) (1.22)
=
∫
4dp
(2pi)3
(
p
P ∗(p)
E∗(p)
+M
M∗(p)
E∗(p)
)
. (1.23)
Ce terme correspond bien au terme d’e´nergie cine´tique dans l’e´quation (3.23).
On a utilise´ pour la dernie`re e´galite´ les re´sultats suivants :
1
2
∑
spin
u¯(p)γu(p) =
P∗
E∗
(p) (1.24)
1
2
∑
spin
u¯(p)u(p) =
M∗
E∗
(p) (1.25)
1
V
∑
p∈F,α
=
∫ pF
0
4dp
(2pi)3
1
2
∑
spin
(1.26)
avec le facteur 4 = 2× 2 pour le spin et l’isospin.
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1.3.2 E´nergie de Hartree
Le terme potentiel de la densite´ d’e´nergie quant a` lui s’e´crit, avec les
meˆmes remplacements que plus haut :
εpot =
1
2
〈Φ0|
∫
dxdx′ψ¯(x)ψ¯(x′)DX(x− x′)ΓX(1)ΓX (2)ψ(x′)ψ(x)|Φ0〉
V
=
1
2V 4
∑
p1,p2,p3,p4,q
α1, α2, α3, α4
u¯α4(p4)u¯α3(p3)e
−ip4 ·xe−ip3·x
′
eiq·(x−x
′)
1
q2 +m2X
ΓX(1)ΓX(2)e
ip2 ·x′eip1 ·x∏
p5 ∈ F, α5
p6 ∈ F, α6
〈0|bp6 ,α4b+p4,α4b+p3,α3bp2,α2bp1,α1b+p5,α5 |0〉
L’inte´gration sur x donne un facteur V δp4−p1−q et l’inte´gration sur x
′ donne
un facteur V δp3−p2+q. La contraction sur le vide des ope´rateurs de cre´ation
et d’annihilation impose p1 < pF et p2 < pF ainsi que le facteur :
δ(p1+q,α4),(p1,α1)δ(p2−q,α3),(p2,α2) − δ(p1+q,α4),(p2,α2)δ(p2−q,α3),(p1,α1)
= δq=0δα4,α1δα3,α2 − δq=p2−p1δα3,α1δα4,α2 .
(1.27)
Le premier terme correspond au terme dit de Hartree (terme direct), le
deuxie`me au terme dit de Fock (terme d’e´change). On va calculer se´pare´ment
la densite´ d’e´nergie de Hartree et celle de Fock.
Pour Hartree, on peut remarquer que la somme sur l’isospin est telle
que : ∑
α
〈χα|χα〉 = 2 (1.28)
ou` α de´signe juste l’isospin ici pour les termes isoscalaires et :
∑
α
= 〈χα|τi|χα〉
= 〈χα|τ3|χα〉
= δα=p − δα=n (1.29)
pour les termes isovecteurs. En particulier, dans la matie`re syme´trique, la
contribution des termes isovecteurs a` Hartree est nulle. En incluant ces
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re´sultats, on peut e´crire la densite´ d’e´nergie de Hartree :
εHartree =
∑
X
1
2m2XV
2
∑
p1,p2
α1, α2
u¯α1(p1)ΓX(1)uα1(p1)u¯α2(p2)ΓX(2)uα2(p2)
= −1
2
(
gσ
mσ
)2∫ pF
0
4dp
(2pi)3
1
2
∑
spin
u¯(p)u(p)


2
+
1
2
(
gω
mω
)2∫ pF
0
4dp
(2pi)3
1
2
∑
spin
u+(pu(p)


2
−1
2
(
gδ
mδ
)2(∫ pF
0
4dp
(2pi)3
1
2
(u¯(p)u(p))p − (u¯(p)u(p))n
)2
+
1
2
(
gρ
mρ
)2(∫ pF
0
4dp
(2pi)3
1
2
(u¯(p)γµu(p))p − (u¯(p)γµu(p))n
)2
= −1
2
(
gσ
mσ
)2(∫ pF
0
4dp
(2pi)3
M∗
E∗
(p)
)2
+
1
2
(
gω
mω
)2(∫ pF
0
4dp
(2pi)3
)2
−1
2
(
gδ
mδ
)2(∫ pF
0
2dp
(2pi)3
M∗p
E∗p
− M
∗
n
E∗n
)
)2
+
1
2
(
gρ
mρ
)2(∫ pFp
0
2dp
(2pi)3
−
∫ pFn
0
2dp
(2pi)3
)2
= −1
2
(
gσ
mσ
)2
ρ2S +
1
2
(
gω
mω
)2
ρ2
−1
2
(
gσ
mσ
)2
(ρSp − ρSn)2 + 1
2
(
gρ
mρ
)2
(ρp − ρn)2 (1.30)
Ce terme correspond bien au terme de Hartree dans l’e´quation (3.24. Pour
la deuxie`me e´galite´, on a utilise´ le fait que l’inte´grant ome´ga donne´ par
u¯γµu = u¯γ0u = u+u, en effet :
u¯γiu ∼ (1,−~σp)
(
0 σi
−σi 0
)(
1
~σp
)
= σi~σp + ~σpσi
= σi, σjpj
= 2pi (1.31)
dont l’inte´grale sur dp est nulle. Pour le rho, seul le terme vecteur donne
une contribution non nulle car les termes croise´ et tenseur de´pendent de q
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qui est nul pour la partie Hartree. De plus, le terme Hartree du pion est
toujours nul car le terme pseudo-vecteur est nul a` cause de q = 0 et le
terme pseudo-scalaire de´pend de la contraction des spineurs u¯γ5u = 0. Pour
la troisie`me ligne, on a utilise´ les e´quations (1.24). Enfin, la dernie`re ligne
utilise les de´finitions de la densite´ (2.1) et de la densite´ scalaire (3.26).
1.3.3 E´nergie de Fock
Pour les termes de Fock, les sommes sur l’isospin contribuent de la
manie`re suivante : ∑
α1α2
〈χα1 |χα2〉〈χα2 |χα1〉 = 2 (1.32)
pour la partie isoscalaire et :
∑
α1α2,i
〈χα1 |τi|χα2〉〈χα2 |τi|χα1〉 =
∑
α1α2
〈χα1 |τ+|χα2〉〈χα2 |τ−|χα1〉
∑
α1α2
〈χα1 |τ−|χα2〉〈χα2 |τ+|χα1〉
∑
α1α2
〈χα1 |τ3|χα2〉〈χα2 |τ3|χα1〉
= 2δα1=p,α2=n + 2δα1=n,α2=p + δα1=α2=p + δα1=α2=n
(1.33)
pour la partie isovectorielle. On peut remarquer que dans la matie`re syme´-
trique, le facteur d’isospin d’un me´son isovecteur (3 × 2) est trois fois celui
d’un me´son isoscalaire (2). On a utilise´ les proprie´te´s des matrices de´finies
a` partir des matrices de Pauli :
τ± =
τ1 ± iτ2√
2
. (1.34)
Ainsi, le terme de Fock se de´veloppe suivant :
εFock =
1
2V 2
∑
X
∑
p1,p2
α1, α2
u¯α1(p1)ΓXuα2(p2)u¯α2(p2)ΓXuα1(p1)
1
(p2 − p1)2 +m2X
.
On utilise la relation :
1
2
∑
spin
u(p)u¯(p) =
/p+M
2E
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en se rappelant ici que les u sont e´toile´s. En tenant compte de la de´pendance
en isospin, on obtient :
εFock =
1
2
g2σ
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2σ
Tr
(
/P ∗(p) +M∗(p)
2E∗(p)
/P ∗(p′) +M∗(p′)
2E∗(p′)
)
−1
2
g2ω
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2ω
Tr
(
/P ∗(p) +M∗(p)
2E∗(p)
γµ
/P ∗(p′) +M∗(p′)
2E∗(p′)
γµ
)
+
1
2
g2δ
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2δ
Tr
(
/P ∗(p) +M∗(p)
2E∗(p)
/P ∗(p′) +M∗(p′)
2E∗(p′)
)
−1
2
g2ρ
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2ρ
Tr
(
/P ∗(p) +M∗(p)
2E∗(p)
Γµρ
/P ∗(p′) +M∗(p′)
2E∗(p′)
Γ
′
ρµ
)
−1
2
(
gA
2fpi
)2 ∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2pi
Tr
(
/P ∗(p) +M∗(p)
2E∗(p)
/qγ5
/P ∗(p′) +M∗(p′)
2E∗(p′)
/qγ5
)
,
soit apre`s le calcul des traces :
εFock =
1
2
g2σ
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2σ
2P ∗ · P ∗′ + 2M∗M∗′
E∗E∗′
−1
2
g2ω
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2ω
−2P ∗ · P ∗′ + 4M∗M∗′
E∗E∗′
+
1
2
g2δ
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2δ
2P ∗ · P ∗′ + 2M∗M∗′
E∗E∗′
−1
2
g2ρ
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2ρ
−2P ∗ · P ∗′ + 4M∗M∗′
E∗E∗′
−1
2
g2ρ
κρ
2MN
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2ρ
12(p′ ·P∗′ − pP ∗)M∗′
E∗E∗
′
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−1
2
g2ρ
(
κρ
2MN
)2 ∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2ρ
3(p− p′)2P ∗ · P ∗′ + 3(p− p′)2M∗M∗′ + 6(p− p′) ·P∗(p− p′) ·P∗′
E∗E∗′
−1
2
g2pi
∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2pi
−P ∗ · P ∗′ +M∗M∗′
E∗E∗
′
−1
2
(
gA
2fpi
)2 ∫
4
∑
N
dp
(2pi)3
dp′
(2pi)3
1
(p− p′)2 +m2pi
(p− p′)2P ∗ · P ∗′ + (p− p′)2M∗M∗′2 + 2(p− p′) ·P∗(p− p′) ·P∗′
E∗E∗′
ou` A ·B de´signe le produit de deux quadrivecteurs mais A de´signe la norme
du vecteur A. Pour les me´sons isovecteurs, la somme sur N tient compte
des six facteurs de l’e´quation (1.33). La de´finition des vertex d’interaction
du rho est donne´e e´quation (6.34).
Afin de simplifier cette dernie`re expression pour le calcul nume´rique, on
effectue les inte´gration angulaires sur p et p′. On de´veloppe le produit sur
les quadrivecteurs : P · P ′ = EE′ −P ·P′ = EE′ − PP ′ cos(θ). θ est l’angle
entre P et P′. On obtient par exemple pour le sigma :
εFock =
1
2
g2σ
∫
4
p2dpdθdϕ
(2pi)3
4p′2dp′dθ
′
dϕ
′
(2pi)3
2
(
1 +
M∗M∗
′
E∗E∗
′
− P
∗P ∗
′
E∗E∗
′
cos θ
)
1
p2 + p′2 − 2pp′ cos θ +m2σ
. (1.35)
Apre`s inte´gration sur θ, ce qui donne les θi et les φi, sur les angles restants
et apre`s suppression des termes de contact comme explique´ section 5.4, il
reste des formules analogues a` l’e´quation (3.25) :
εFock =
g2σ
(2pi)4
∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
(
θσ +
M∗M∗
′
E∗E∗′
θσ − 2P
∗P ∗
′
E∗E∗′
φσ
)
+
g2ω
(2pi)4
∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
(
2θω − 4M
∗M∗
′
E∗E∗′
θω − 4P
∗P ∗
′
E∗E∗′
φω
)
+
gδ
(2pi)4
∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
(
θδ +
M∗M∗
′
E∗E∗′
θδ − 2P
∗P ∗
′
E∗E∗′
φδ
)
+
g2ρ
(2pi)4
∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
(
2θρ − 4M
∗M∗
′
E∗E∗
′
θρ − 4P
∗P ∗
′
E∗E∗
′
φρ
)
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+
g2ρ
(2pi)4
κρ
2MN
∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
(
12(pθρ − 2p′φρ)P
∗
E∗
M∗
′
E∗′
)
+
g2ρ
(2pi)4
(
κρ
2MN
)2 ∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
[
−m2ρθρ − 3m2ρ
M∗M∗
′
E∗E∗′
θρ
+4
(
(p2 + p
′2 −m2ρ/2)φρ − pp′θρ
) P ∗P ∗′
E∗E∗′
]
+
1
(2pi)4
g2pi
∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
(
θpi − M
∗M∗
′
E∗E∗′
θpi − 2P
∗P ∗
′
E∗E∗′
φpi
)
+
1
(2pi)4
(
gA
2fpi
)2 ∫
pdpp′dp′
1
2
∑
N
[
−m2piθpi −m3pi
M∗M∗
′
E∗E∗
′
θpi
+2
(
(p2 + p
′2)φpi − pp′θpi
) P ∗P ∗′
E∗E∗′
]
.
Les θi et les φi sont obtenus par le calcul :
θi(p, p
′) = 2pp′
∫ 1
−1
du
(p− p′)2 +m2i i
= ln
(
(p+ p′)2 +m2i
(p− p′)2 +m2i
)
φi(p, p
′) = pp′
∫ 1
−1
udu
(p− p′)2 +m2i i
p2 + p′2 +m2i
4pp′
θi(p, p
′)− 1. (1.36)
Ces re´sultats correspondent bien a` ceux de l’article [2].
Les termes pseudo-vecteurs du pion et tenseur du rho contiennent des
morceaux de´pendant de q2. On les de´compose suivant un terme de Yukawa
et un terme de contact :
q2
q2 +m2i
= 1− m
2
i
q2 +m2i
. (1.37)
La contribution des termes de contact est donc simplement obtenue en rem-
plac¸ant par 1 les termes complique´s de´pendant de q2 (attention, il est aussi
cache´ dans certains produits de P ∗ et P ′∗). Ainsi,
εcpi =
3
16
(
mpigA
2fpi
)2
(ρ2 + ρ2S)
εcρ =
3
16
(
gρκρ
2MN
)2
(ρ2 + 3pi2S). (1.38)
Comme explique´ avec l’e´quation (5.74), ces termes doivent eˆtre multiplie´s
par un coefficient rendant compte des corre´lations a` deux corps et donne´s
e´quation (5.76).
Annexe B
Proprie´te´s des tenseurs T µν
Les Tµν sont donne´s e´quation (6.14).
Leurs normes sont les suivantes :
T 1µνT
µν
1 = 2 , T
4
µνT
µν
4 = 2
T 2µνT
µν
2 = 1 , T
5
µνT
µν
5 = 2
T 3µνT
µν
3 = 1 , T
6
µνT
µν
6 = −2
(2.1)
Ces tenseurs, contracte´s entie`rement avec un autre, donnent ze´ro :
i 6= j, T iµνT µνj = 0 (2.2)
Il faut faire attention lorsqu’on de´compose un corre´lateur sur ces tenseurs :
souvent pour connaˆıtre la composante Πi de Π
µν sur T µνi , on calcule de
produit T iµνΠ
µν . Ce re´sultat doit eˆtre divise´ par la norme de Ti pour obtenir
Πi.
Dans les e´quations de Dyson (6.6), des produits de plusieurs Ti inter-
viennent. On ne donne ici que ceux qui sont utiles dans cette the`se. En par-
ticulier, les contractions avec T5 n’interviennent jamais car les composantes
des corre´lateurs et des propagateurs de me´sons sur ce tenseur sont toutes
nulles. On donne ne´anmoins les contractions avec T4 qui seraient utiles dans
le cas ou` on chercherait a` inclure la contribution du baryon ∆. Dans les
e´quations ci-dessous (2.3 a` 2.8), on donne les contractions non nulles entre
les Ti, c’est a` dire telles que TiµαT
αν
j 6= 0 :
T1µαT
αν
1 = T
ν
1µ (2.3)
T2µαT
αν
2 = T
ν
2µ (2.4)
T3µαT
αν
3 = T
ν
3µ (2.5)
T4µαT
αν
4 = T
ν
2µ + T
ν
3µ (2.6)
T6µαT
αν
6 = (2δ
ν
µ − 2qµqν)espace (2.7)
T1µαT
αν
6 = T6µαT
αν
1 = T
ν
1µ (2.8)
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Il est e´vident sur ces e´quations que les trois premiers tenseurs sont ortho-
gonaux entre eux. Ceci permet de se´parer les e´quations de Dyson dans le
cas purement axial comme il a e´te´ fait e´quation (6.27). De meˆme, le propa-
gateur de polarisation du rho conduit a` deux e´quations de´couple´es sur les
canaux transverse et relativiste. Enfin, le propagateur de couplage axial-rho
est selon T6. Les e´quations de Dyson (6.49) contiennent des termes du type
Π06VΠ6 qui peuvent se factoriser de la manie`re suivante :
Π0µα6 VαβΠ
βν
6 = Π
0
6T
µα
6 (VTT1αβ + VRT2αβ + VLT3αβ)Π
βν
6
= Π06T
µα
6 VTT1αβΠ
βν
6
= Π06VTΠ6T
µν
1 . (2.9)
Lorsqu’on projette la deuxie`me et la troisie`me e´quation du syste`me (6.49)
sur les trois premiers tenseurs pour obtenir les e´quations de Dyson dans les
trois premiers canaux, on voit bien que le couplage axial/rho n’intervient
que pour la partie transverse. De meˆme, les termes en Π06V Π et Π
0VΠ6 se
de´composent selon T6 uniquement.
Afin de justifier la terminologie de canal transverse et canal longitudinal,
on regarde la limite non relativiste des trois premiers tenseurs :
T µν1 −→ −δij +
qiqj
q2
(2.10)
T µν2 −→ O
(
q
2MN
)
(2.11)
T µν3 −→ −
qiqj
q2
. (2.12)
On reconnaˆıt pour T1 le projecteur sur le canal transverse et pour T3 celui
sur le canal longitudinal. T2 disparaˆıt, d’ou` le nom « purement relativiste »
pour le canal correspondant.
Annexe C
Propagateurs de polarisation
Dans cette annexe, on donne l’expression des propagateurs de polarisa-
tion inte´gre´s sur les angles et utilise´e dans les calculs nume´riques. On note
u l’angle entre les vecteurs p et q.
D’apre`s l’expression des Kj, quatre types d’inte´grales sont a` conside´rer.
La plus simple est lorsque le nume´rateur de l’inte´grand ne de´pend pas de u :∫ 1
−1
du
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ) = −1
2|p||q| ln
(
q2 − 2|p||q| + 2εω
q2 + 2|p||q| + 2εω
)
+ (qµ → −qµ)
=
−1
2|p||q| ln
(
(q2 − 2|p||q|)2 − 4ε2ω2
(q2 + 2|p||q|)2 − 4ε2ω2
)
= ln1 (3.1)
ou` ln1 est une notation utilise´e par la suite. Il y a ensuite les termes dont le
nume´rateur de´pend line´airement de u :∫ 1
−1
p · qdu
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ) = 1
2
∫ 1
−1
(q2 + 2p · q)du
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ)
−1
2
∫ 1
−1
q2du
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ)
= 2 +
q2
4|p||q| ln1 (3.2)
et :∫ 1
−1
p · qdu
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ) =
∫ 1
−1
(εω − p · q)du
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ)
=
−εω
2|p||q| ln
(
q2 − 2|p||q| + 2εω
q2 + 2|p||q| + 2εω
)
+ (qµ → −qµ)− 2− q
2
4|p||q| ln1
=
−εω
2|p||q| ln
(
(q2)2 − 4(|p||q| − εω)2
(q2)2 − 4(|p||q| + εω)2
)
− 2− q
2
4|p||q| ln1
=
−εω
2|p||q| ln2−2−
q2
4|p||q| ln1 (3.3)
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avec ici aussi une nouvelle notation ln2, facteur duˆ au fait que ω change de
signe dans le dernier terme. Enfin, il reste des termes de´pendant de u2 :
∫ 1
−1
p2T du
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ) =
∫ 1
−1
(p2 − (p · q)2)du
q2 + 2p · q + (q
µ → −qµ)
=
∫ 1
−1
[p2 − ( (q2)24 + ε2ω2 + q2εω)
q2 + 2p · q
−2(q2 + 2εω − 1
4
(q2 + 2εω + 2p · q
]
du+ (qµ → −qµ)
= −p
2 − (q2)24 − ε2ω2
2|p||q| ln1−q
2 − q
2
2|p||q|εω ln2 . (3.4)
Avant de passer a` l’expression des propagateurs inte´gre´e sur u, on effec-
tue la rotation de Wick. Pour ln1 il n’y a pas de soucis :
ln1(z, |q|) = ln
(
(q2 − 2|p||q)2 + 4z2ε2
(q2 + 2|p||q|)2 + 4z2ε2
)
. (3.5)
En revanche, ln2, comme ω, devient imaginaire. On effectuera la transfor-
mation :
ω ln2 = z ln2(z, |q|) = −2zatan
(
8|p||q|zε
(q2)2 − 4p2q2 + 4z2ε2
)
. (3.6)
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Enfin, les expressions des propagateurs de polarisation sont :
Π0aT = −
1
8pi2
q2
|q|3
∫
pdp
ε
[(
4ε4 − z2 + |q|2 − 4 |q|
2
q2
M∗2
)
ln1(z, |q|)
+8|p||q|−z
2 + |q|2
q2
+ 4εz ln2(z, |q|)
]
(3.7)
Π0aR =
1
4pi2
1
|q|3
∫
pdp
ε
[ (−4M∗2z2 + 4|p|2q2 + (q2)2) ln1(z, |q|)
+8|p||q|q2 + 4εz ln2(z, |q|)
]
(3.8)
Π0aL =
1
4pi2
1
|q|
∫
pdp
ε
4M∗2 ln1(z, |q|) (3.9)
Π0ρT =
1
4pi2
q2
|q|3
∫
pdp
ε[
− 1
2
{(
4ε2 − z2 + |q|2 + 4 |q|
2
q2
M∗2
)
ln1(z, |q|) + 8|p||q|−z
2 + |q|2
q2
+ 4εz ln2(z, |q|)
}
−κ∗ρ|q|2 ln1(z, |q|)
+
1
2
(
κρ
2MN
)2 {(−4M∗2|q|2 + 4ε2q2 + (q2)2) ln1(z, |q|) + 8|p||q|q2 + 4εz ln2(z, |q|)}
]
(3.10)
Π0ρR =
1
4pi2
q2
|q|3
∫
pdp
ε[{(
4ε2 + q2
)
ln1(z, |q|) + 8|p||q| + 4εz ln2(z, |q|)
}
−2κ∗ρ|q|2 ln1(z, |q|)
+
(
κρ
2MN
)2 {(
z2|q|2 + 4p2q2 + 4ε2z2) ln1(z, |q|) + 8|p||q|z2 − 4q2εz ln2(z, |q|)}
]
(3.11)
Π06 =
κ∗ρ
4pi2
q2
|q|2
∫
pdp
ε
{2ε ln1(z, |q|) + z ln2(z, |q|)} . (3.12)
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Re´sume´
Le but de cette the`se est de construire un mode`le de´crivant la matie`re
nucle´aire syme´trique et asyme´trique dans une approche relativiste incluant
des effets de la chromodynamique quantique, en particulier la syme´trie chi-
rale et le confinement. Le syste`me conside´re´ est une assemble´e de nucle´ons en
interaction via l’e´change de me´sons. L’attraction est assure´e par la pre´sence
d’un champ scalaire invariant chiral lie´ aux fluctuations du condensat de
quarks. La saturation est obtenue apre`s ajout de la re´ponse scalaire nucle´o-
nique lie´e a` la sous-structure en quarks du nucle´on. Les parame`tres lie´s au
secteur scalaire de l’interaction et au confinement des quarks dans le nucle´on
sont estime´s a` partir de donne´es sur re´seau. Le reste des parame`tres est
contraint autant que possible par la phe´nome´nologie hadronique. Le mode`le
n’est ainsi quasiment pas ajustable, le fait qu’il donne de si bons re´sultats
constitue l’originalite´ de ce travail de the`se.
Dans un premier temps, nous avons choisi de travailler a` l’approximation
de champ moyen dans le sche´ma Hartree–Fock. La propagation du champ
scalaire dans les termes de Fock conduit a` des effets de re´arrangement qui
permettent de satisfaire le the´ore`me de Hugenhotz–Van Hove. Nous souli-
gnons e´galement le roˆle du terme tenseur du ρ dans l’e´nergie d’asyme´trie
ainsi que dans la de´pendance en isospin de la masse effective de Landau.
Enfin, nous donnons l’e´quation d’e´tat des e´toiles a` neutrons pre´dite par
ce mode`le. Dans un deuxie`me temps, nous avons de´cide´ d’inclure des ef-
fets au-dela` du champ moyen en incluant l’e´nergie de corre´lation due aux
boucles de pions. Un ingre´dient important est l’introduction d’un parame`tre
de Landau–Migdal controˆlant les interactions a` courte porte´e. L’e´nergie de
corre´lation ame´liore la description des proprie´te´s de la matie`re nucle´aire au
niveau du point de saturation.
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Summary
This work aims at constructing a model for symmetric and asymmetric
nuclear matter in a relativistic approach including effects from quantum
chromodynamics, in particular chiral symmetry and confinement. We consi-
der an assembly of nucleons interacting via meson exchange. The attraction
is due to a chiral invariant scalar field associated with the fluctuations of the
chiral condensate. The inclusion of scalar nucleonic effects due to the quark
substructure of the nucleon ensures the saturation to occur. The parameters
corresponding to the scalar sector of the interaction and to the quarks confi-
nement in the nucleon are obtained from lattice calculations. The rest of
the parameters are obtained as much as possible by hadron phenomenology.
With such constrained inputs, the results are nevertheless very good : this
constitutes the originality of this work.
In one part, we chood to work at the mean-field level in the Hartree–Fock
scheme. The propagation of the scalar field in the Hartree-Fock terms induce
some rearrangement effects which play an essential role in the Hugenhotz–
Van hove theorem. We discuss also the role of the tensor part of the ρ inter-
action in the symmetry energy and the isospin dependance of the Landau
effective mass. Then, in the idea to enlarge this work to neutron stars, we
give the equation of state predicted by our model. The last step corresponds
to the introduction of effects after the mean-field including the correlation
energy due to pion loops. An important ingredient is the Landau-Migdal pa-
rameter controling short range interactions. The correlation energy enhances
the description of the saturation point of nuclear matter.
